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R   sum  
La th orie effective  basse  nergie du secteur  lectrofaible sans particule de Higgs utilise les
m  thodes de la Th  orie de Perturbation Chirale. La formule de comptage de Weinberg permet un
d  veloppement coh  rent en boucles et la renormalisation correspondante. On trouve que certains
op  rateurs effectifs, supprim  s par une  chelle de masse dans le cas du Mod
 
le Standard, ne le
sont plus dans le cas sans particule de Higgs. De plus, ils apparaissent  l’ordre dominant du
d  veloppement chiral, en conflit avec les exp  riences. Pour d  crire leur suppression, on demande
l’invariance sous la sym  trie obtenue lorsque le secteur composite (produisant les trois modes de
Goldstone) et le secteur  l mentaire (quarks, leptons et champs de Yang-Mills) sont d  coupl  s.
On introduit alors les couplages en r  duisant la sym  trie  SU(2) × U(1), via des spurions. Les
op  rateurs ind  sirables n’apparaissent qu’aux ordres sup  rieurs du d  veloppement simultan  en
puissances des impulsions et des spurions. De plus, la brisure de l’isospin faible est trait  e de fa  on
syst  matique et la formule de comptage de Weinberg peut  tre reproduite. Les spurions permettent
de rendre compte des faibles masses des neutrinos actifs. Les trois neutrinos droits, l  gers par
rapport au TeV, introduits afin de pr  server une sym  trie custodiale, sont quasi-st  riles et stables.
On  tudie  galement le raccordement des anomalies dans le secteur composite, g  n  ralisant la
construction de Wess-Zumino: on obtient une contrainte sur la th  orie sous-jacente. Appliquant
le formalisme des spurions aux mod
 
les moose lin aires ouverts, on d  montre des r
 
gles de somme
de Weinberg g n  ralis  es.
Abstract
The low-energy effective theory of electroweak symmetry-breaking without a Higgs particle is
constructed using the methods of Chiral Perturbation Theory. Weinberg’s power-counting formula
demonstrates the consistency of the loop expansion, with the corresponding renormalization. We
find that the suppression of effective operators by a mass scale, which was automatic in the case of
the Standard Model, no longer holds in the Higgs-less case. Moreover, the incriminated operators
appear at leading order in the chiral expansion, at variance with experiments. To account for
their suppression, invariance under a larger symmetry is required, corresponding to the composite
sector (which produces the three Goldstone modes) being decoupled from the elementary sector
(quarks, leptons and Yang-Mills fields). The couplings are introduced via spurions: this reduces
the symmetry to SU(2)×U(1). In the simultaneous expansion in powers of momenta and spurions,
the aforementioned operators are relegated to higher orders. In addition, the method allows for
a systematic treatment of weak isospin breaking. The Weinberg power-counting formula can be
recovered, and small neutrino masses accounted for. The three right-handed neutrinos (lighter
than the TeV), which are introduced in connection with the custodial symmetry, are quasi-sterile
and stable. A constraint on the underlying theory is obtained by studying the anomaly-matching
in the composite sector and generalizing the Wess-Zumino construction. The spurion formalism is
also applied to open linear moose models, for which generalized Weinberg sum rules are derived.
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Glossaire
Dans le texte, on utilisera les abr  viations suivantes:
χPT: Th  orie de Perturbation Chirale,
CKM: Cabibbo-Kobayashi-Maskawa,
EWSB: brisure de la sym  trie  lectrofaible,
EWPTs: tests de pr cision  lectrofaibles,
FCNCs: courants neutres changeant la saveur,
GB(s): boson(s) de Goldstone,
LEET(s): th  orie(s) effective(s)  basse  nergie,
LEC(s): constante(s) de basse  nergie,
OPE: d  veloppement en produit d’op  rateurs,
PGB(s): boson(s) pseudo-Goldstone,
QED:  lectrodynamique quantique,
QCD: chromodynamique quantique,
SM: Mod
 
le Standard,
WSR(s): r
 
gle(s) de somme de Weinberg.
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Introduction
Le m  canisme de Higgs [EB64, Hig64, GHK64, Hig66] a initialement  t  introduit dans le but
d’  liminer du spectre les particules scalaires sans masse, pr  dites par le th  or
 
me de Goldstone
lorsqu’une sym  trie globale est spontan  ment bris  e: les bosons de Goldstone (Goldstone bosons ,
ou GBs) [Nam60, NJL61a, NJL61b, Gol61, GSW62]. Le m  canisme de Higgs n  cessite que les
GBs soient coupl  s  des champs de Yang-Mills. Ces derniers deviennent alors massifs, leurs
polarisations longitudinales  tant fournies par les GBs, lesquels disparaissent du spectre.
C’est ce deuxi
 
me aspect qui a  t  mis  profit dans le contexte du Mod
 
le Standard (Stan-
dard Model , ou SM) des interactions  lectrofaibles [Wei67a] afin de donner une masse aux bosons
vecteurs faibles W± et Z0, tout en pr servant la propri  t  de renormalisabilit  , valable pour les
th ories de Yang-Mills [tH71b]. En effet, la th  orie obtenue apr
 
s la brisure spontan  e due au
m  canisme de Higgs   l   mentaire est encore renormalisable [tH71a]. Ceci permet de construire un
d  veloppement en puissances des constantes de couplage, donnant des pr  dictions finies  tous
les ordres en fonction d’un nombre restreint de param
 
tres a priori libres, qui doivent  tre fix s
exp  rimentalement. De plus, le nombre de ces constantes reste le m  me, quelle que soit la pr cision
demand  e. Un ingr  dient essentiel n  cessaire  cette propri  t de renormalisabilit  est la pr sence
d’une particule scalaire physique: le boson de Higgs.
Nous n’insisterons pas ici sur la renormalisabilit  . En effet, le sujet de cette th
 
se est l’  labo-
ration d’une th  orie effective non-d  couplante, pour laquelle le crit
 
re de renormalisabilit  en tant
que principe directeur est abandonn  . Comme nous le verrons aux chapitres 2 et 3, la proc  dure de
renormalisation pour obtenir des r sultats finis ordre par ordre dans le d  veloppement en puissances
des impulsions est cependant similaire, mais met en jeu  chaque ordre de nouveaux op  rateurs et
de nouvelles constantes, en nombre fini [Wei79c, GL84, GL85].
• Succ s du SM
Sur le plan ph  nom  nologique, le SM pr dit l’universalit  des couplages des bosons vecteurs aux
fermions de chiralit  gauche, quelle que soit la g  n  ration  laquelle ces derniers appartiennent.
Cette propri  t a trait au caract
 
re non-ab  lien du groupe de jauge. Lorsque l’on utilise les champs
du SM, elle ne peut  tre viol e que par des op  rateurs non-renormalisables. L’  chelle de masse qui
divise ces derniers peut  tre arbitrairement grande. Ces op  rateurs sont donc irrelevants  basse
 nergie. L’universalit  des couplages est par ailleurs bien test  e exp  rimentalement, en particulier
pour les leptons [LEP]. De plus, les deux chiralit  s de fermions ont des propri  t  s de transformation
distinctes sous les sym  tries de la th  orie.
Un autre aspect du SM, que nous d  crivons au chapitre 1, m  rite d’ tre soulign  : il s’agit de la
possibilit  de donner des masses via le m  canisme de Higgs  l  mentaire non seulement aux bosons
vecteurs, mais aussi aux fermions chiraux [DS79, SSVZ80],  travers les termes d’interactions
de Yukawa. Ces termes d’interactions renormalisables impliquent en effet le doublet complexe
 l  mentaire responsable du m  canisme de Higgs. La richesse de la structure ainsi obtenue permet
de d  crire un large  ventail de ph nom
 
nes physiques effectivement observ s: la matrice de m  lange
de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM) [Cab63, GIM70, KM73] pour les quarks permet des tran-
sitions de saveurs via les interactions de courants charg  s, ainsi que la violation de la sym  trie CP .
Le fait que le SM puisse effectivement accommoder les masses des fermions ainsi que ces
ph  nom
 
nes doit  tre consid  r comme un succ
 
s, mais suscite  galement des interrogations. En
effet, on pourrait objecter que le m  canisme de Higgs  l  mentaire n’explique rien,  tant donn  e la
prolif  ration de constantes associ  es  ces interactions de Yukawa. Ceci est  videmment exag  r .
En r alit  , la dynamique qui doit g  n  rer ces constantes r  side en dehors du SM lui-m  me, lequel
doit  tre consid  r comme une th  orie effective 1.
1. La th orie effective est d  couplante dans ce cas, puisque lagrangien construit avec tous les op  rateurs de
dimension quatre est renormalisable.
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Il n’en reste pas moins que toute th  orie alternative pour la brisure de sym  trie  lectrofaible
(electroweak symmetry breaking , ou EWSB) doit permettre les m  mes effets physiques pour  tre
cr  dible. Les th  ories supersym  triques, en tant qu’extensions du SM, pr  sentent ces m  mes carac-
t  ristiques. Pour ce qui est des th  ories sans particule de Higgs, la difficult  est bien r elle, comme
nous le verrons au chapitre 5.
Concernant les premiers effets au-del  du SM, rappelons que les r  sultats des exp  riences
d  montrant des transitions entre saveurs de neutrinos, interpr  t s en termes d’oscillations entre
ces derni
 
res [Pon58, MNS62], impliquent des masses pour les neutrinos. Du point de vue th  o-
rique, ceci n  cessite une extension du SM original, ce qui est possible et connu depuis longtemps
[GMRS79, Yan79]. En revanche, des difficult  s peuvent appara  tre dans les mod
 
les sans particule
de Higgs pour rendre compte des faibles masses des neutrinos.
• Au-del  du SM: mod  les
Le succ
 
s pratique du SM dans ses pr dictions quantitatives a  t  confirm   maintes reprises,
malgr quelques doutes qui subsistent toujours  un niveau de certitude insuffisant pour mettre
le mod
 
le en danger [PDG]. Cependant, comme nous le mentionnons au chapitre 1, il existe
des indications qualitatives du fait que le SM est insuffisant ou du moins incomplet: il s’agit du
probl
 
me de hi  rarchie entre l’  chelle  lectrofaible et celle de la nouvelle physique. La r  solution
de ce probl
 
me n  cessite la stabilisation de la masses du boson de Higgs physique, sujette  des
corrections quantiques potentiellement importantes 2.
Une r ponse technique  ces difficult  s est donn  e par la supersym  trie, qui lie les masses des
scalaires  celles des fermions, lesquelles sont prot  g es par des sym  tries chirales. On doit alors
supposer que la brisure de la supersym  trie ne r introduit pas de divergences quadratiques. On
inclut donc tous les op  rateurs correspondants. Les mod
 
les supersym  triques sont donc  galement
des th  ories effectives (d  couplantes). La recherche d’un mod
 
le adapt  de brisure de supersym  trie
constitue un champ d’investigation important. Un point important est que l’  chelle de la nouvelle
physique au-del  des masses des super-partenaires des particules connues (c’est-  -dire au-del  du
TeV) peut alors  tre rejet  e  des  nergies arbitrairement grandes. Mentionnons par ailleurs une
alternative  la supersym  trie pour prot  ger la masse du boson de Higgs physique, mais que nous
ne consid  rerons pas ici: les mod
 
les dits little Higgs [AHCG01b, AHCKN02, AH+02].
Dans une autre direction, une id  e ambitieuse a  t propos  e par Susskind [Wei79a, Sus79] et
baptis  e technicouleur, voir chapitre 1. Les trois GBs n  cessaires pour donner les masses aux W±
et Z0  travers le m  canisme de Higgs sont produits par une brisure de sym  trie chirale analogue 
celle qui a lieu en chromodynamique quantique (quantum chromodynamics , ou QCD). Le spectre
ne contient alors pas de particule de Higgs. En effet, cette derni
 
re n’est pas requise pour avoir
une r  alisation (non-lin  aire) de la sym  trie [CWZ69, CCWZ69]. L’  chelle  lectrofaible est g n  r e
par le m  canisme de transmutation dimensionnelle, et il est tout  fait concevable que l’  volution
logarithmique (donc lente) de la constante de couplage permette une s  paration des  chelles 
partir d’un couplage de jauge raisonnable  haute  nergie.
Afin d’obtenir des termes de masse satisfaisants pour les fermions, l’id  e originale de Susskind
doit en r  alit   tre combin e  des interactions suppl  mentaires (technicouleur  tendue [DS79]).
La mise en place pratique d’un mod
 
le r aliste suivant ces lignes est cependant malais  e: la dyna-
mique d’interactions forte du secteur de brisure compromet l’utilisation des m  thodes perturbatives
habituelles (d  veloppement en puissances de constantes de couplage). En r  alit  , certains de ces
mod
 
les semblent exclus exp  rimentalement [PDG]. Nous  tudierons d’autre part au chapitre 6
une contrainte th  orique sur ces mod
 
les, due  la pr  sence d’anomalies emp  chant l’  limination
compl
 
te des GBs du spectre.
Parmi les approches de la physique au-del  du SM, celles qui consistent en des extensions du
SM (supersym  trie et little Higgs) ont pour attrait et pour motivation la possibilit  d’effectuer
des calculs perturbatifs jusqu’  des  chelles d’  nergie  lev es. Les autres mod
 
les, y compris la
technicouleur, proposent une solution plus radicale, qui est de se d  barrasser du boson de Higgs.
Le premier pas dans cette direction  tait celui de la limite de boson de Higgs lourd [AB80, Lon80,
Lon81, NS00]. La construction de nouveaux mod
 
les sans particule de Higgs, qui reste une activit 
2. En particulier, le probl  me peut  tre mis en  vidence comme suit: les corrections quantiques  la masse du
boson de Higgs contiennent des divergences quadratiques impliquant l’  chelle de la nouvelle physique.
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vivante  ce jour [CGPT03, BPR03, CCGT04], et qui conduit  des pr dictions  comparer aux
exp  riences. C’est dans cette derni
 
re  tape que r  side la difficult majeure,  tant donn  s les
obstacles au calcul explicite dans ces th  ories en interactions fortes.
• Th  ories effectives  basse  nergie
Alternativement, on peut adopter le paradigme des th  ories effectives pour le cas non-d  couplant,
telles qu’elles ont  t  initi  es par Weinberg [Wei79c] dans le domaine de la QCD  basse  nergie:
on utilise le lagrangien effectif au-del  de la premi
 
re approximation en arbres, calculant les cor-
rections quantiques aux relations obtenues. Dans cette approche, qui porte le nom de Th  orie de
Perturbation Chirale (Chiral Perturbation Theory , ou χPT) [GL84, GL85], on renonce  faire des
pr dictions  partir d’un mod
 
le, mais on utilise essentiellement les sym  tries de la th  orie. La
th orie effective  basse  nergie (low-energy effective theory , ou LEET) est construite en incluant
tous les op  rateurs permis par les sym  tries et que l’on peut construire avec les degr  s de libert 
l gers, au premier rang desquels on trouve les GBs.
Afin d’organiser de cette infinit  d’op  rateurs, on doit instaurer une r
 
gle de comptage de
puissances. Ce comptage sera bas  sur les puissances des impulsions, et  ventuellement, d’autres
param
 
tres appropri  s (constantes de couplage de jauge). La relation cruciale montrant que la
LEET fonctionne est la formule de comptage de Weinberg [Wei79c], qui donne la dimension chirale
d’un graphe (l’ordre auquel ce graphe intervient dans le d  veloppement en puissances d’impul-
sions et de param
 
tres de brisure explicite de sym  trie) en fonction de celle des vertex ainsi que
du nombre de boucles. Le comptage de puissances pour les g  n  ralisations de la χPT incluant
d’autres degr s de libert  prot g  s (champs de jauge, fermions chiraux) ou param
 
tres de brisure
explicite (via des spurions : champs ne se propageant pas) est essentiellement fix  par la condition
de reproduire une relation qui soit formellement la m  me.
En effet, la formule de comptage de Weinberg montre que le d  veloppement chiral correspond
 un d  veloppement en boucles. Ainsi, pour une pr  cision donn  e, on doit calculer un nombre fini
de graphes, dont les divergences sont absorb  es par un nombre fini de constantes de couplages. La
th orie est renormalisable ordre par ordre, bien que le nombre d’op  rateurs et de constantes de
couplage augmente avec la pr cision demand  e.
Dans la construction d’une telle th  orie effective, seuls les degr s de libert  l gers interviennent.
Le terme   l  ger  m rite une qualification pr  cise: pour que les degr  s de libert  appartiennent effe-
ctivement au secteur de basse  nergie en d  pit des corrections radiatives, leurs masses doivent  tre
prot g  es par une sym  trie. Les possibilit  s connues pour prot  ger les masses des particules sont
les suivantes: i) pour les fermions, une sym  trie chirale ou bien la participation au raccordement
des anomalies (anomaly-matching) [tH79a] entre la th orie effective  basse  nergie et la th  orie
fondamentale, ii) pour les bosons vecteurs, la sym  trie de jauge locale, iii) pour des scalaires, la
r alisation de Nambu-Goldstone d’une sym  trie globale ou bien la supersym  trie, qui nous ram
 
ne
d’une certaine fa  on au cas i) car elle implique  galement les fermions chiraux.
Cette courte liste est  l’origine du choix suivant: si l’on souhaite construire une th  orie effective
 basse  nergie pour la brisure  lectrofaible, les bosons vecteurs doivent  tre introduits en tant
que champs de jauge [Geo90, BL93, Wud94] 3. Concernant les fermions, on voit que la th  orie
de jauge aura naturellement une structure chirale puisque les couplages des deux chiralit  s d’un
m  me fermion sont diff  rents. Notons cependant que, contrairement au cas du SM, l’universalit 
des couplages fermions-bosons vecteurs n’est plus automatique lorsque l’on consid
 
re la brisure  le-
ctrofaible r  sultant d’un secteur en interactions fortes. Nous reviendrons sur ce point au chapitre 5.
En ce qui concerne les scalaires, qui posaient d  j  probl
 
me dans le cadre des th  ories renorma-
lisables, on observe que la th  orie effective peut s’accommoder d’un type de scalaires particuliers:
les GBs. Si l’on cherche une alternative  la supersym  trie, ceux-ci sont les seuls scalaires permis
par notre liste de degr s de libert  l  gers.
• Applications  l’EWSB sans particule de Higgs
Dans le secteur  lectrofaible, on se trouve confront   la difficult  suivante: en plus des trois GBs
n  cessaires pour donner leurs masses aux W± et Z0, le SM contient un scalaire non prot  g  : la
particule de Higgs physique. Les th  ories sans particule de Higgs supposent l’absence de cette
3. Il est remarquable que cette conclusion soit la m  me que pour les th  ories renormalisables, bien que les raisons
en soient diff  rentes [tH79b].
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derni
 
re, r solvant la difficult  de fa  on radicale. Le spectre minimal est obtenu en supposant que
les seules particules l  g
 
res sont celles connues  ce jour (trois g n  rations de quarks et leptons, les
gluons, les W± et Z0 ainsi que le photon, mais pas de boson de Higgs physique). Les seuls  tats
li  s l gers produits par le secteur de brisure sont alors les trois GBs, qui disparaissent du spectre
suite au m  canisme de Higgs, donnant leurs masses aux W± et Z0. Les autres degr  s de libert  s
introduits dans la LEET sont en revanche fondamentaux: ils ne pr  sentent pas de sous-structure
 l’  chelle de quelques TeV. Supposer l’existence d’autres particules l  g
 
res (scalaires, vecteurs ou
encore fermions composites r  sultant de la dynamique forte du secteur de brisure) impliquerait
de consid  rer une th  orie effective diff  rente dans laquelle le secteur d’interactions fortes produit
d’autres  tats li s l  gers, ce que nous ferons bri
 
vement au chapitre 6. Dans des cas non-minimaux,
on peut inclure des r  sonances vectorielles ou bien des bosons pseudo-Goldstone (pseudo-Goldstone
bosons , ou PGBs) [HS04b], ainsi que des fermions composite [HS04a]. Remarquons que la prise en
compte de PGBs permettrait  galement de traiter les mod
 
les de d  construction dimensionnelle
et little Higgs dans le cadre des th  ories effectives [KNP04], ce que nous ne ferons pas ici.
Les  tats plus lourds, qui ne sont pas prot  g  s par des sym  tries, ne sont pas inclus dans la
th orie effective. Celle-ci perd donc de son utilit   des  nergies de l’ordre des masses de ces r so-
nances (a moins que l’on parvienne  inclure les r  sonances les plus l  g
 
res dans la th  orie effective).
Une estimation de l’  chelle  laquelle le d  veloppement devient inappropri  est fournie par des
consid  rations concernant la renormalisation des constantes  l’ordre sous-dominant [Geo84], dans
le cadre de la LEET elle-m  me. On trouve dans le cas de la χPT, Λ∼4   f0, o  f0 est la constante
de d  sint  gration des pions. Dans les applications au secteur  lectrofaible, ceci fournit une premi
 
re
estimation, avec f '246 GeV (f correspond au v du SM: la valeur moyenne dans le vide du champ
de Higgs), donnant une limitation  l’applicabilit  de la LEET correspondante de Λ∼ 3 TeV. Au-
dessous de cette  chelle, la th  orie effective constitue une m  thode syst  matique pour construire
une th  orie o

l’unitarit  est approch  e ordre par ordre dans le d  veloppement, satisfaisant comme
toute th  orie des champs aux contraintes de croisement et d’analyticit  . La proc  dure  suivre
pour le d  veloppement est bas  e sur celle mise en place pour  tudier les cons  quences de la QCD
 basse  nergie.
Diff  rents mod
 
les sous-jacents poss  dant les m  mes sym  tries vont se distinguer par les valeurs
des constantes de basse  nergie (low-energy constants ou LECs) apparaissant en facteur des op  -
rateurs dans le lagrangien effectif. Ce fait est illustr  par la distinction entre la limite de masse
lourde du mod
 
le sigma lin  aire et le lagrangien effectif pour la QCD  basse  nergie, o

ces
diff rences apparaissent au premier ordre sous-dominant [GL84]. De m  me, les pr  dictions pour les
valeurs des LECs dans deux mod
 
les particulier pour l’EWSB ne nous renseigne pas sur les autres
mod
 
les: la limite de Higgs lourd [NS00] et la technicouleur (voir annexe C) ne pr  disent que deux
jeux particuliers de valeurs pour les LECs. En dehors des valeurs num  riques des LECs, la LEET
permet uniquement de distinguer les mod
 
les en fonction de leurs sym  tries.
On peut par exemple exclure certaines classes de th  ories qui donneraient  l’ordre dominant
des termes suppl  mentaires par rapport au SM, comme nous le verrons au chapitre 5. A moins
d’un   r  glage fin  (fine-tuning) des constantes de couplage de la th  orie effective, les   d  viations
du SM  seraient imm  diatement observables exp  rimentalement. Un tel r  glage fin peut se com-
prendre s’il correspond  un accroissement de la sym  trie [tH79a]: il est alors maintenu au cours
de la proc  dure de renormalisation 4. L’id  e est d’imposer cette sym  trie  la th  orie effective:
autrement dit, on a pratiquement exclu tous les mod
 
les qui ne poss  deraient pas la sym  trie en
question d’une mani
 
re approch  e, laquelle est pr cis e par le comptage de puissance. Un exemple
connu est la sym  trie custodiale [SSVZ80], que le secteur de brisure doit respecter dans la limite
ou la constante de couplage de l’hypercharge tend vers z  ro. Nous verrons un autre exemple au
chapitre 5, dont l’id  e provient de la g  n ralisation du principe que nous appliquons aux mod
 
les
moose [Geo86] au chapitre 4.
• Objectifs
D’apr
 
s la discussion pr  c  dente, on peut voir que le cadre des LEETs, auquel nous avons recours
pour discuter de l’EWSB sans particule de Higgs, ne permet pas de faire des pr  dictions quanti-
tatives a priori , puisqu’il recouvre en r  alit tout un ensemble de th  ories. Il permet en revanche
4. Dans le SM, une telle propri  t  , qui prot  gerait la masse du boson de Higgs physique, est justement absente.
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de param  trer efficacement notre connaissance (et notre ignorance) des mod
 
les, lorsque le spectre
physique pr  sente une diff  rence de masse (mass-gap) entre les degr s de libert  prot  g s et les
autres. A plus long terme, le programme des th  ories effectives consiste  fixer exp  rimentalement
la valeur des constantes de couplages apparaissant en facteur des op  rateurs dans la LEET  partir
de certaines observables, et afin d’en pr  dire d’autres. Ceci d  passe le cadre de cette th
 
se, dont
le but est la recherche de r
 
gles permettant un d  veloppement  la fois coh  rent th  oriquement et
viable ph  nom  nologiquement pour ces th  ories effectives sans particule de Higgs.
Le point de d  part est la remarque que la construction de la LEET rencontre des difficult  s,
lesquels se r  sument essentiellement  la pr sence,  l’ordre dominant dans le d  veloppement
chiral, d’op  rateurs qui  taient irrelevants  basse  nergie dans le SM. En revanche, la discussion
n’apportera pas d’argument suppl  mentaire pour ou contre l’existence d’une particule de Higgs
physique. En effet, la question que nous nous posons ici intervient  un niveau plus basique,
avant m  me de consid  rer une comparaison quantitative avec l’exp  rience: peut-on d  crire l’EWSB
sans particule de Higgs dans le cadre des LEETs? Nous montrons que l’on peut r  pondre par
l’affirmative. La r  ponse comporte en r  alit  deux aspects: l’un th  orique et l’autre qualitatif.
Le premier aspect th  orique concerne la viabilit  m  me du d  veloppement: nous cherchons 
pr ciser les r
 
gles de construction qui doivent  tre respect  es dans les applications des th  ories
effectives au-del  de la χPT, en particulier lorsque la sym  trie n’est pas r alis e selon le mode de
Nambu-Goldstone, mais selon le mode de Higgs. Un autre aspect th  orique concerne les anomalies,
qui peuvent constituer une entrave au m  canisme de Higgs, emp  chant l’  limination des GBs du
spectre.
Les r
 
gles de comptage n  cessitent  galement d’  tre clarifi  es pour ce qui concerne la prise en
compte des fermions et de la brisure de l’isospin faible. Dans ce cas, on constate que des difficult  s
ph  nom  nologiques qualitatives surviennent d
 
s l’ordre dominant: les interactions permises  ce
niveau par la LEET donneraient des corrections trop importantes aux relations valables dans le
SM pour esp  rer raisonnablement d  crire les exp  riences connues. La solution  ce volet qualitatif
de notre question n  cessite de reconsid  rer la mani
 
re dont est introduit le couplage entre GBs et
champs de jauge.
Revenant  la question de l’existence de la particule de Higgs, pr  cisons que les restrictions
ainsi pos  es sur la construction de la LEET impliquent que l’on s  lectionne un sous-ensemble de
mod
 
les possibles. Dans ce cas, les tests de pr  cision  lectrofaibles (electroweak precision tests
ou EWPTs) permettront  nouveau d’exclure certains mod
 
les en fonction de la valeur des LECs
qu’ils pr disent. Une question est alors de savoir si l’ensemble de th  ories d  crites par la LEET
poss  dant ces propri  t  s est vide ou non. Nous ne savons pas comment r  pondre  cette question.
Plan de l’expos 
Le manuscrit est organis  comme suit. Le chapitre 1 pr sente une revue de quelques aspects
du SM qui sont pertinents pour guider la construction de th  ories alternatives. Quelques id  es
g  n  rales sur les th  ories alternatives sont pr  sent  es au travers d’exemples. Il s’agit d’expliciter
en quoi les succ
 
s du SM sont non-triviaux. L’id  e sous-jacente est que toute th  orie alternative
pour l’EWSB devra en premi
 
re approximation (c’est-  -dire  l’ordre dominant du d  veloppement
appropri  ) pr  senter les m  mes interactions que le SM concernant des aspects exp  rimentalement
 tablis. Le chapitre 1 est donc ax  sur ces sujets, ainsi que sur les masses des neutrinos, dont de
simples extensions du SM permettent de justifier la faible valeur.
Dans cette th
 
se, nous ne consid  rons pas de mod
 
les explicites, mais abordons ces questions
dans le cadre g n  ral des th ories effectives sans particule de Higgs. Il se trouve que ces contraintes
ph  nom  nologiques ne sont pas anodines, et demandent la mise en place d’un formalisme nou-
veau en plus du cadre des LEETs. Pr cis ment, nous verrons qu’il sera n  cessaire d’introduire de
nouveaux param
 
tres de d  veloppement sous la forme de spurions correspondant au couplage du
secteur de brisure (composite) et du secteur de jauge (  l mentaire).
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Avant de nous embarquer dans ce formalisme, il est n  cessaire de d  crire explicitement la
proc  dure  suivre pour construire une LEET, ce que nous faisons au chapitre 2. Pour introduire
la m thode, nous d  crivons les aspects essentiels de la χPT et du d  veloppement correspondant:
le comptage de puissances pour ordonner l’infinit  d’op  rateurs permis par les sym  tries et la
renormalisation ordre par ordre pour obtenir des r  sultats finis  une pr cision donn  e. La colonne
vert  brale sur laquelle repose le d  veloppement est la formule de comptage de Weinberg donnant
la dimension chirale d’un diagramme en fonction des vertex qui le composent et du nombre de
boucles. Pour formuler une th  orie effective applicable  des degr s de libert  s de spin 1/2 et 1, un
comptage de puissances doit  tre impos  de mani
 
re  obtenir une formule de comptage analogue,
mais qui tienne compte de la propagation de ces nouveaux degr  s de libert  .
Le chapitre 3 constitue une premi
 
re application de ces id  es, se limitant au cas le plus simple
d’une th  orie de jauge non-ab  lienne sujette au m  canisme de Higgs, sans particule de Higgs phy-
sique. Nous consid  rons la brisure dynamique d’une sym  trie de jauge SU(2) par ses interactions
avec trois champs (composites) scalaires: les GBs 5. Ce cas correspond au secteur  lectrofaible
dans la limite o

la constante de couplage U(1)Y est prise  gale  z  ro (angle de Weinberg nul), en
omettant les fermions. L’absence de Higgs physique permet l’utilisation de red  finitions des champs
non-singuli
 
res, menant  une formulation en termes de variables invariantes de jauge. On montre
que tous les calculs  une boucle donneront des r  sultats finis, une fois fix  es les renormalisations
des constantes O(p4) obtenues par la m  thode du noyau de la chaleur adapt  e au cas d’une th  orie
de Yang-Mills massive.
L’application  une th orie de jauge SU(2) × U(1) serait en principe le pas suivant, puis
l’inclusion des fermions. Cependant, on observerait rapidement que les sym  tries de la th  orie
effective permettent des termes qui ne sont pas observ s, correspondant  des op  rateurs irrelevants
dans le cas du SM. Ceci ne pose pas de probl
 
me pour le d  veloppement syst  matique, mais
serait en revanche difficile  r concilier avec l’exp  rience, d’apr
 
s la discussion du chapitre 1. La
suppression de ces termes ind  sirables n  cessite une justification plus g  n rale, et si possible unique,
plut  t que le traitement au cas par cas, qui traduit une compr  hension incompl
 
te.
Remarquons qu’une difficult  similaire survient lorsque l’on cherche  inclure en χPT les r so-
nances les plus l  g
 
res, afin d’  tendre le domaine d’applicabilit  de la LEET. Introduisant les
champs vectoriels correspondants en tant que champs de jauge, on trouve que les termes permis
par les sym  tries de la LEET sont en trop grand nombre pour reproduire un r  sultat physique
[Mei88, EGL+89]: les r
 
gles de somme de Weinberg (Weinberg sum rules ou WSRs) [Wei67b]. Ces
r
 
gles de somme reposent sur les propri  t  s  haute  nergie de la QCD, et non pas sur la sym  trie
chirale elle-m  me, c’est pourquoi elles doivent  tre impos  es en plus  la th  orie effective.
Partant d’une discussion r  cente de ces r
 
gles de Weinberg dans le contexte des mod
 
les moose
[SS03], le chapitre 4 propose une approche bas  e sur les sym  tries pour construire la th  orie
effective correspondante, traitant les premi
 
res r  sonances comme des champs dynamiques. Celle-
ci produit automatiquement les deux WSRs, ainsi que leurs g  n  ralisations,  l’ordre dominant.
Les corrections  ces r
 
gles sont calculables dans un d  veloppement en puissance de spurions (sur
lesquels on impose des contraintes), introduits pour coupler les champs de jauge et de Goldstone
le long du moose . Le formalisme est expos  et ses cons  quences sont  tudi  es en d tails.
Apr
 
s ce d  tour dans le domaine des mooses et des th  ories effectives de la QCD, nous reprenons
le fil du manuscrit au chapitre 5, appliquant la m  me m thode d’introduction des couplages entre
GBs et champs de jauge au secteur  lectrofaible. Le cas particulier o

les spurions sont absents
correspond  la situation suivante: les deux secteurs, composite et  l mentaire, sont d  coupl s, ce
qui conf
 
re  la th  orie une sym  trie plus grande. Les contraintes appliqu  es sur les spurions ont
pour effet de r  duire cette sym  trie  celle observ e dans la nature SU(2)×U(1). En outre, nous
consid  rons les spurions comme param
 
tres de d  veloppement. Le chapitre 5 montre quelles sont
les cons quences pour le lagrangien effectif  l’ordre dominant d’une th  orie sans particule de Higgs
ob  issant  ce principe. Les op  rateurs ind sirables qui  taient irrelevants  basse  nergie dans le
SM mais apparaissaient  l’ordre dominant dans la LEET sans spurions sont maintenant rel  gu  s
aux ordres suivants du d  veloppement spurionique.
5. Par brisure de sym  trie  dynamique  , on entend g  n  ralement le fait les GBs associ  s sont composites et
non  l mentaires [Wei79a].
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Finalement, le chapitre 6 s’int  resse  un autre question qualitative qui doit encore  tre abord e
avant l’  tude quantitative des boucles et les comparaisons  l’exp  rience. On  tudie les changements
de variables d  finissant la jauge unitaire, afin de v rifier si les modes de Goldstone sont effective-
ment  limin s du spectre. Ceci n  cessite que les sym  tries globales de la techni-th  orie agissant sur
les variables de basse  nergie soient d  pourvues d’anomalies. On trouve par ailleurs que la somme
des charges B −L pour les fermions  l  mentaires doit  tre  gale  z  ro: ce r sultat d coule ici du
fait que les GBs doivent dispara  tre du spectre, et non pas du principe de renormalisabilit  comme
ce serait le cas dans le SM.
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Chapitre 1
M   canisme de Higgs dans le Mod   le Stan-
dard
Nous donnons ici une pr sentation th  orique du SM, par opposition  une pr sentation historique,
l’objectif  tant de mettre en valeur les principes fondamentaux qui sous-tendent le mod
 
le. L’inter-
pr tation de ces derniers a  volu  depuis l’invention du SM [Wei67a]: le paradigme dans lequel le
SM est actuellement interpr t  est celui des th  ories effectives [Wei96]. Le SM est un exemple de
th orie effective du type d  couplant, puisque le lagrangien compos  des op  rateurs de dimension
quatre ou inf  rieure est renormalisable. La propri  t  de renormalisabilit  garantit la suppression
 basse  nergie des effets dus  la nouvelle physique.
Parmi les nombreuses r  f  rences utiles, certaines apportent un  clairage nouveau sur le sujet
[Jeg91, Hab91, DGH92, Ho  94, Ho  97].
En plus de pr  senter des rappels sur le SM, le but est ici d’introduire des notations utiles pour la
suite, qui ne sont pas celles utilis  es habituellement. Nous discutons  galement certains op  rateurs
effectifs particuli
 
rement sensibles au m  canisme de brisure de la sym  trie  lectrofaible, et qui
joueront un r   le important dans la suite. Nous motivons  galement les approches au-del  du SM.
1.1 Architecture du SM
Les constituants  l  mentaires de la mati
 
re sont des champs fermioniques de spin 1/2. Bien que
tous les fermions connus poss
 
dent une masse (y compris les neutrinos en l’  tat actuel de nos
connaissances), la description th  orique proc
 
de avec des champs sans masse, et donc des fermions
de chiralit  bien d finie. L’introduction des masses physiques observ es de ces fermions sera une
des cons  quences du m  canisme de Higgs  l  mentaire.
1.1.1 Champs de mati re
Nous utiliserons la notation usuelle pour le SM, qui consiste  utiliser les projections de chiralit 
d  finie d’un spineur de Dirac  quatre composantes complexes 1, et renvoyons le lecteur  l’annexe
A pour une explication d  taill  e des relations entre les diff rentes notations. Pour chacune des trois
g  n  rations connues, les champs sont les suivants
νL , eL , eR , uL
r , uL
g , uL
b , dL
r , dL
g , dL
b , uR
r , uR
g , uR
b , dR
r , dR
g , dR
b , (1.1)
o

nous avons indiqu  la charge de couleur r, g, b en exposant pour les quarks. Puisque nous nous
int  resserons essentiellement ici aux interactions  lectrofaibles, que nous allons introduire plus bas,
et non aux interactions fortes, cet exposant n’interviendra plus par la suite, l’effet principal de
notre point de vue  tant le facteur trois dans le comptage des degr  s de libert  . Lorsque cela sera
n  cessaire, nous introduirons  galement des indices romains du milieu de l’alphabet pour d  noter
les g  n rations: i, j= 1,2, 3. Notons qu’  ce stade, le neutrino νL n’a pas de partenaire de chiralit 
oppos  e: il n’y a qu’un spineur de Weyl par famille pour d  crire les neutrinos dans le SM, et donc
chaque g  n  ration comporte 15 champs chiraux 2. Le lagrangien libre pour ces champs est la somme
des termes cin  tiques, puisque ces fermions ne poss
 
dent pas de masse  ce stade
Lfermions libres = i
∑
a=1
45
ψa γ
µ∂µψa . (1.2)
1. Chaque projection compte donc deux composantes complexes.
2. Nous consid  rerons des modifications mineures du SM qui introduisent un deuxi  me spineur de Weyl de
chiralit droite νR pour les neutrinos.
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Nous avons index  par a l’ensemble des projections chirales pour les trois g  n  rations, les 45
spineurs de Weyl  tant collect  s dans un vecteur
ψ =
 ψ1 
ψ45
 . (1.3)
Le lagrangien libre (1.2) poss
 
de une sym  trie globale Gfermions libres =U(45). Les interactions entre
fermions sont r gies par le principe suivant, qui permet de construire des termes d’interactions
tout en ayant une th  orie renormalisable (en se limitant aux op  rateurs de dimension quatre ou
inf  rieure): un sous groupe Glocal=SU(3)×SU(2)×U(1)⊂Gfermions libres est promu en une sym  trie
locale dynamique de la th  orie. Lorsque l’on applique une transformation U(x)∈Glocal
ψ(x)  U(x) ψ(x) , (1.4)
le lagrangien doit alors  tre invariant. Ce n’est pas le cas du lagrangien Lfermions libres. On introduit
donc des champs vectoriels qui se transforment  galement sous cette sym  trie locale, de fa  on
 compenser la variation de la d  riv e appliqu  e au champs fermioniques. Les champs de jauge
correspondants interviennent dans la d  riv e covariante, qui remplace la d  riv e simple
∂µψ → Dµψ =
(
∂µ− i
∑
r=1
3
gr
∑
n=1
nr
T rnVµ
rn
)
ψ , (1.5)
o

r= 1, 2, 3 correspond respectivement aux diff  rents facteurs U(1), SU(2) et SU(3) intervenant
dans Glocal, tandis que nr=1,3,8 pour r=1,2,3 d  note le nombre de g  n  rateurs de chaque groupe
unitaire, d  not s par Trn: dans cette notation, ce sont des matrices 45 × 45. Les constantes de
couplage gr sont des nombres r  els. On peut r  sumer les interactions des champs de mati
 
re avec
les champs de jauge en termes des courants de sym  trie
jrn
µ = ψγµT rnψ , (1.6)
sous la forme
Linteractions courants =
∑
r=1
3
gr
∑
n=1
nr
jrn
µ Vµ
rn . (1.7)
1.1.2 Champs de jauge
A ce stade, il est plus utile d’abandonner l’  criture utilisant des matrices 45 × 45 en faveur
des notations usuelles. Introduisons tout d’abord les g  n rateurs des groupes de jauge. Pour les
interactions fortes, il s’agit des huit matrices de Gell-Mann {λα∣∣α = 1,  , 8}, sur lesquelles on
d  compose les champs de gluons (champs de jauge de SU(3)c)
Gµ = Gµα λ
α
2
. (1.8)
Le tenseur de Faraday correspondant (terme de courbure)
Gµν = ∂µGν − ∂νGµ− i gs [Gµ, Gν] , (1.9)
nous permet de compl  ter le terme cin  tique pour former un invariant
Lcin tique G = − 1
2
〈GµνGµν〉 , (1.10)
o

a  t  utilis e la notation 〈  〉 qui signifie la trace d’une matrice. En effet, si la transformation
locale de SU(3)c est not  e Gc, c’est-  -dire si l’on consid
 
re l’application
Gµ  GcGµGc†+ igs Gc ∂µGc
† , (1.11)
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qui va compenser la transformation des champs de mati
 
re dans la d  riv e covariante, on peut voir
que le tenseur de courbure (1.9) se transforme selon la repr  sentation adjointe
Gµν  GcGµνGc† . (1.12)
On peut de m  me d  composer les champs de jauge SU(2)w sur la base des matrices de Pauli {τa
∣∣
a= 1, 2, 3}
Wµ = Wµ
a τ
a
2
, (1.13)
avec la loi de transformation sous G∈SU(2)w
Wµ  GWµG†+
i
g
G∂µG† . (1.14)
Le champ de jauge U(1)Y quant  lui, se transforme selon
bµ
0

bµ
0 − 1
g ′
∂µα
0 . (1.15)
Les tenseurs de Faraday pour les champs de jauge  lectrofaibles sont donn  s respectivement par
Wµν = ∂µWν − ∂νWµ− i g [Wµ,Wν]  GWµνG† , (1.16)
et pour l’hypercharge
bµν
0 = ∂µbν
0 −∂νbµ0  bµν0 . (1.17)
Le lagrangien de la th  orie de Yang-Mills pure (c’est-  -dire comportant uniquement les champs de
jauge) renormalisable est
LYang-Mills = − 1
2
〈GµνGµν 〉− 1
2
〈WµνW µν 〉− 1
4
bµν
0 b0µν , (1.18)
la normalisation impliquant la d  finition des constantes de couplage g ′, g et gs.
1.1.3 Couplages des fermions
Il nous faut  pr sent pr ciser les charges des fermions sous Glocal. Il se trouve que le SM n’emploie
que les repr  sentations non-triviales de plus basses dimensionalit  de Glocal.
Seuls les quarks sont sujets aux interactions fortes: ils constituent des triplets sous la sym  trie
de jauge SU(3)c, les leptons  tant des singlets de couleur. Pour ce qui est de la sym  trie SU(2),
seuls les fermions de chiralit  gauche se transforment, et uniquement suivant la repr  sentation de
dimension 2. Les doublets de SU(2)w sont les suivants, pour chaque g  n ration
`L ≡
(
νL
eL
)
, et qL ≡
(
uL
dL
)
. (1.19)
Ceci signifie que les valeurs pour les nombre quantiques d’isospin faible Tw, ainsi que pour la
troisi
 
me composante Tw 3 sont celles reproduites dans le tableau 1.1.
Tw Tw 3
νL 1/2 1/2
eL 1/2 -1/2
eR 0 0
uL 1/2 1/2
dL 1/2 -1/2
uR 0 0
dR 0 0
Tableau 1.1. Charges des fermions sous SU(2)w.
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Afin d’achever cette description explicite des g  n rateurs introduits formellement en (1.5), nous
devons  pr sent assigner leurs hypercharges aux deux doublets `L et qL, ainsi qu’aux trois singlets
de SU(2)w
eR , uR , dR , (1.20)
soit cinq constantes. On peut fixer ces charges en utilisant la contrainte d’absence d’anomalies
coupl  es au champs de jauge [BIM72, GJ72, KAP72, GG72], afin de pr server la propri  t  de
renormalisabilit  . Ceci impose les relations
2Y (qL)−Y (uR)−Y (dR) = 0, (1.21)
3Y (qL) +Y (`L) = 0, (1.22)
3
(
2Y 3(qL)−Y 3(uR)−Y 3(dR)
)
+ 2Y 3(`L)−Y 3(eR) = 0. (1.23)
En demandant  pr sent que la relation entre l’hypercharge et la troisi
 
me composante de l’isospin
faible d’une part et la charge  lectrique d’autre part soit lin  aire, et en fixant la normalisation de
mani
 
re  ce que l’hypercharge de eR soit  gale  − 2 pour une charge  lectrique valant − 1, on
obtient
Q = Tw 3 +
Y
2
. (1.24)
Si l’on requiert de plus que le courant  lectrique ait uniquement une composante vectorielle et non
axiale, on obtient les valeurs du tableau 1.2, o

sont  galement reproduites les valeurs de la charge
 lectrique d  duites de la formule (1.24).
Y Q
νL -1 0
eL -1 -1
eR -2 -1
uL 1/3 2/3
dL 1/3 -1/3
uR 4/3 2/3
dR -2/3 -1/3
Tableau 1.2. Hypercharges des fermions.
Notons encore que les transformations des fermions sous SU(2)w×U(1)Y peuvent  tre r  sum  es
d’une autre fa  on, qui nous sera utile pour la suite (nous omettons  pr sent les interactions fortes).
La m  me remarque est  l’origine du d  veloppement des mod
 
les sym  triques gauche-doit (left-right
symmetric models) [SM75], que nous ne consid  rerons pas. On d  note de fa  on g n  rale le doublet
de chiralit  gauche (fermions ou quarks) par χL et l’on rassemble les composantes de chiralit  droite
en un vecteur  deux composantes χR. On utilise les nombres baryonique (B) et leptonique (L),
dont les valeurs sont les suivantes: B= 1/3 pour les quarks, et B= 0 pour les leptons; L= 1 pour
les leptons, et L= 0 pour les quarks. Pour le cas des leptons (B= 0, L= 1) on aura donc
χ =
(
ν
e
)
, (1.25)
et pour le cas des quarks (B= 1/3, L= 0)
χ =
(
u
d
)
. (1.26)
De fa  on g  n rale, on notera
χ =
(
χu
χd
)
. (1.27)
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Cette notation permet  galement de tenir compte d’un  ventuel degr  de libert  νR comme
extension minimale du SM. On  crit alors les transformations des projections chirales χL,R sous
SU(2)w×U(1)Y
χL =
1− γ5
2
χ

G e
−iB−L
2
α0
χL , (1.28)
χR =
1 + γ5
2
χ

e
−iτ3
2
α0
e
−iB−L
2
α0
χR . (1.29)
Ceci nous donne une  criture explicite compacte pour les transformations d  crites en (1.4). La
d  riv e covariante (1.5) est donn  e par
Dµχ =
(
∂µ− i g ′
(
τ 3
2
1 + γ5
2
+
B −L
2
)
bµ− i g
(
1− γ5
2
)
Wµ
)
χ. (1.30)
Ceci correspond  l’utilisation d’une  criture alternative  quivalente  (1.24) pour l’expression des
charges  lectriques des diff  rents champs [Dav79, MM80]
Q = Tw 3 +Td 3 +
B −L
2
, (1.31)
o

Td 3 est la troisi
 
me composante de l’isospin droit. On peut  crire le lagrangien le plus g  n ral
avec ces champs, et qui soit invariant sous SU(2)w×U(1)Y
Lfermions =
∑
f=1
6
i χf γ
µDµχf , (1.32)
o

la somme sur f est une somme sur les trois g  n  rations et sur les doublets de quarks et leptons.
On voit que les couplages des fermions aux bosons vecteurs sont introduits uniquement  travers
la d  riv e covariante, et sont donc tous fix  s par la constante de couplage g, ind pendamment du
fermion et de la g n ration: ceci constitue l’universalit  des couplages. Cette remarque ne s’applique
pas aux couplages du champ ab  lien, o

interviennent des constantes arbitraires (B − L). A la
section 1.6.2, nous introduirons des op  rateurs irrelevants  basse  nergie, qui apporteront des
corrections  cette universalit  de la charge.
1.2 Interactions
Dans cette section, nous explicitons la forme des interactions des champs vectoriels entre eux et
avec les courants fermioniques, dans la base des champs vectoriels physiques.
1.2.1 Structure des courants fermioniques
A ce stade, le mod
 
le n’est pas ph  nom  nologiquement viable: les fermions n’ont toujours pas de
masse et les bosons vecteurs non plus. N  anmoins, on peut  tudier les interactions fermions-bosons
vecteurs d
 
s  pr  sent, le seul ingr  dient n  cessaire  tant de reconna  tre les diff rents champs
physiques parmi les bosons vecteurs, remettant  plus tard la description des masses.
1.2.1.1 Champs physiques pour les bosons vecteurs
Nous savons que le photon est coupl  aux fermions par la charge  lectrique Q. Nous cherchons les
 tats propres de Q parmi les champs vectoriels. Les champs Wµ
a ont une hypercharge nulle et donc
Q=Tw 3. On observe que les combinaisons
τ± = τ
1± i τ 2
2
. (1.33)
correspondent aux  tats propres de charge, puisque l’on a (les champs Wµ sont dans la repr sen-
tation adjointe) [
τ 3
2
, τ±
]
= ± τ± . (1.34)
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Les champs correspondants d  finis par
Wµ
± = 1
2
√ (Wµ1∓ iWµ2) , (1.35)
ont donc une charge  lectrique bien d  finie, respectivement ± 1. On a effectivement
Wµ = Wµ
3 τ
3
2
+
1
2
√ (Wµ+ τ+ +Wµ− τ− ) . (1.36)
On sait d’autre part que, dans la th  orie compl
 
te incluant les masses des bosons vecteurs, seule la
sym  trie U(1)Q associ  e  la charge  lectrique sera visible. Or, les deux champs vectoriels Wµ
3 et
bµ
0 ne sont pas  lectriquement charg  s (Y = 0 et Tw 3 = 0) et peuvent donc se m  langer. On d  note
par Zµ la combinaison lin  aire qui couple au neutrino νL, et par Aµ la combinaison orthogonale,
qui couple  Q, et est donc le photon
Aµ = cos θ bµ
0 + sin θWµ
3 , (1.37)
Zµ = − sin θ bµ0 + cos θWµ3 . (1.38)
L’angle de Weinberg θ est donn  par les relation
tan θ =
g ′
g
. (1.39)
On utilisera par la suite les notations
c = cos θ , s = sin θ . (1.40)
Dans cette nouvelle base, les termes quadratiques sont encore diagonaux et normalis  s.
1.2.1.2 Interactions fermions-vecteurs
Nous pouvons  pr sent expliciter la structure des interactions, c’est-  -dire l’  quation (1.7)
Linteractions courants = e JQµAµ+ 1
2
√ e
s
(
JCC
µ−Wµ
+ +JCC
µ+Wµ
−
)
+
e
c s
JNC
µ Zµ . (1.41)
Dans cette  quation, on a introduit la charge  lectrique e qui appara  t en facteur devant les
interactions du photon
e ≡ g g
′
g2 + g ′2
√ = g s. (1.42)
On d  finira  galement la constante de structure fine
α =
e2
4  
. (1.43)
D’autre part, on donne les expressions des courants extraits de (1.32), ce qui fournit une forme
explicite correspondant  l’ quation formelle (1.6)
JQ
µ =
∑
f=1
6
χf γ
µQχf , (1.44)
JCC
µ± =
∑
f=1
6
χf γµ τ∓
(
1− γ5
2
)
χf , (1.45)
JNC
µ =
∑
f=1
6
χf γ
µ
(
τ 3
2
(1− γ5)
2
− s2 Q
)
χf . (1.46)
La derni
 
re de ces  quations est souvent  crite sous la forme alternative
JNC
µ =
∑
f=1
6
χf γµ
(
gv
f − gaf γ5
2
)
χf , (1.47)
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avec dans ce cas
gv
f =
τ 3
2
− 2Qs2 , (1.48)
ga
f =
τ 3
2
. (1.49)
Explicitement, on obtient le courant  lectromagn  tique sous la forme voulue, impliquant une som-
mation sur les trois g  n rations de termes vectoriels
JQ
µ =
∑
i=1
3 (
− ei γµ ei+ 2
3
ui γ
µui− 1
3
di γ
µ di
)
. (1.50)
Les courants charg  s impliquent uniquement les chiralit  s gauches des fermions: ils g n
 
rent des
transitions entre les deux composantes des doublets
JCC
µ− =
∑
i=1
3
(νLi γ
µ eLi+uLi γ
µ dLi) . (1.51)
Les courants neutres impliquent quant  eux les deux chiralit  s de chaque fermion, mais avec des
couplages distincts
JNC
µ =
∑
i=1
3
(
1
2
νLi γ
µ νLi+
(
− 1
2
+ s2
)
eLi γ
µ eLi+ s
2 eRi γ
µ eRi
+
(
1
2
− 2
3
s2
)
uLi γµuLi− 2
3
s2uRi γµuRi
+
(
− 1
2
+
1
3
s2
)
dLi γ
µ dLi+
1
3
s2 dRi γ
µ dRi
)
. (1.52)
Notons qu’  ce stade, aucun de ces courants n’engendre de transitions entre les g  n  rations. Cette
possibilit  s’introduira pour les courants charg  s lorsque l’on consid  rera les masses des fermions,
et sera discut  e  la section 1.4.2.
1.2.2 Interactions entre bosons vecteurs
La structure de Yang-Mills donn  e en (1.18) implique,  travers la diagonalisation (1.37-1.38) des
interactions bien d  finies. Les tests exp  rimentaux de ces interactions ne sont pas encore tr
 
s pr cis
[LEP], mais confirment d  j  la structure non-ab  lienne, responsable de ces interactions. On peut
r" crire le lagrangien de Yang-Mills dans la base des champs physiques
(
Wµ
+,Wµ
−, Zµ, Aµ
)
LYang-Mills = − 1
2
Wµν
+ W−µν − 1
4
ZµνZ
µν − 1
4
AµνA
µν +L3V +L4V , (1.53)
o

nous avons utilis  la notation standard pour les champs physiques
Xµν = ∂µXν − ∂νXµ . (1.54)
Les interactions trilin  aires sont donn  es par
L3V = i g
(
Wµν
+ W−µW 3ν +Wµν
− W 3µW+ν +Wµν3 W+µW−ν
)
, (1.55)
o

nous avons r  introduit la troisi
 
me composante du champ Wµ
a
Wµ
3 = c Zµ+ sAµ . (1.56)
Celle-ci est la seule combinaison du Z0 et du photon qui poss
 
de des couplages avec les autres
champs vecteurs, le champ bµ
0 correspondant  une sym  trie ab  lienne. Notons que, du fait de
l’antisym  trie des constantes de structure du groupe SU(2), (1.55) ne contient pas de couplages
entre trois bosons neutres. Les couplages quartiques s’  crivent
L4V = − g2
(
1
2
(
W+ ·W−)2− 1
2
(
W+
)2 (
W−
)2
+
(
W+ ·W−) (W 3)2− (W+ ·W 3) (W− ·W 3)) . (1.57)
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Ces termes ne contiennent pas d’interactions  quatre bosons neutres. Par ailleurs, le lagrangien
ne contient pas d’interactions  cinq bosons vecteurs ou plus: puisque l’on souhaite obtenir une
th orie renormalisable, on s’est volontairement limit  aux termes de dimension physique inf  rieure
ou  gale  quatre.
Jusqu’  pr sent, nous n’avons discut  que les interactions des fermions et des champs de jauge,
tous sans masse. Pour introduire les masses, le SM utilise le m  canisme de Higgs, que nous pr  -
sentons maintenant.
1.3 M
 
canisme de Higgs dans le SM
Les exp  riences qui ont permis de d  terminer la structure des interactions d  crite ci-dessus dans
un mod
 
le renormalisable bas  sur une sym  trie de jauge SU(2)w×U(1)Y montrent  galement que
ce mod
 
le n’est pas suffisant: toutes les particules introduites jusqu’  pr sent, hormis le photon,
ont une masse 3.
Il est donc clair que la sym  trie de jauge SU(2)w×U(1)Y est bris e, c’est-  -dire qu’elle n’est pas
r alis  e de la mani
 
re que nous avons d  crite ci-dessus. En effet, pour rendre compte des masses,
il serait n  cessaire d’ajouter les termes suivants au lagrangien
Lmasses = 1
2
MZ
2ZµZ
µ+MW
2 Wµ
+W−µ−
∑
f=1
6
χ
(
mf
u 0
0 mf
d
)
χ. (1.58)
La difficult  est qu’un tel terme de masse n’est pas invariant sous la sym  trie de jauge SU(2)w×
U(1)Y sur laquelle a  t  bas  e la construction jusqu’  pr sent. A d  faut de trouver une extension
du terme de masse (1.58) pour le rendre invariant, en introduisant  ventuellement de nouvelles
particules, le principe de construction serait totalement remis en cause.
Il se trouve qu’une telle extension est effectivement possible en utilisant le m  canisme de Higgs,
qui introduit des champs scalaires. Parmi ces champs scalaires doivent se trouver trois bosons de
Goldstone, afin de donner une masse aux W± et au Z0, comme nous l’expliquons ci-dessous. Ces
particules doivent se transformer sous SU(2)w×U(1)Y puisqu’elles doivent briser cette sym  trie.
L’extension minimale satisfaisant au crit  re de renormalisabilit   n  cessite de plus l’introduction
d’une quatri
 
me particule scalaire, ne poss dant aucune charge sous les sym  tries de jauge, mais
dont les couplages aux autres particules sont fix  s par la contrainte de renormalisabilit  : le boson
de Higgs.
1.3.1 Interactions entre champs de jauge et scalaires sans masses
Les termes de masses pour les bosons de jauge, s’ils sont directement introduits dans le lagrangien,
violent l’invariance de jauge que nous avons suppos  e. Cependant, il n’est pas vrai que l’invariance
de jauge interdit aux champs vecteurs correspondants d’acqu  rir des masses. Cette masse peut en
effet  tre g  n  r  e par les interactions d’un champ de jauge avec une particule scalaire elle-m  me
sans masse, qui dispara  t du spectre au profit de la composante longitudinale du boson vecteur: le
d  compte des degr  s de libert est donc correct. On peut rapidement se convaincre de ceci  l’aide
du court exemple d  crit ci-dessous.
On consid
 
re un champ de jauge Aµ coupl  un courant jµ par le terme suivant dans le
lagrangien
g
2
jµAµ , (1.59)
3. Les neutrinos semblent bien avoir des masses, bien que ces derni  res soient tr  s faibles compar es  celles des
leptons charg  s.
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o

le courant correspond  un g n  rateur de sym  trie qui ne laisse pas le vide invariant, mais
produit donc une particule scalaire pi sans masse, avec d’apr
 
s le th  or
 
me de Goldstone
〈0|jµ(0)|pi(p)〉 = i fpi pµ . (1.60)
La constante de proportionnalit  apparaissant ci-dessus est la constante de d  sint gration du
scalaire. Elle a la dimension d’une masse
[fpi] = + 1. (1.61)
On voit que l’  change d’un GB va donner une contribution  la fonction  deux points du courant
jµ o

appara  tra un terme de la forme g2 fpi
2 pµ pν/p
2. Le courant  tant conserv , les identit  s de
Ward garantissent la transversit  de la fonction  deux points, qui prendra donc la forme suivante
pour p2 petit
i
∫
dx eip·x 〈0|T jµ(x) jν(0)|0〉 ∼
p2   0
g2
4
fpi
2
(
pµ pν
p2
− ηµν
)
. (1.62)
Ceci entra  ne une contribution  la partie transverse du propagateur du champ Aµ, qui devient
apr
 
s resommation
Gµν
T (p) = − i
ηµν − pµ pνp2
p2 (1 + Π(p2))
, (1.63)
o

la nouveaut  est que l’  nergie propre (self-energy) intervenant au d  nominateur poss
 
de d’apr
 
s
(1.62) un p   le en p2 =0, correspondant  l’  change du scalaire de masse nulle [JJ73, Wei73c, CN73]
Π
(
p2
) ∼
p2   0
− g
2
4
fpi
2
p2
. (1.64)
Ceci indique que le champ vectoriel acquiert une masse
M2 =
g2
4
fpi
2 , (1.65)
ce qui se v rifie explicitement lorsque l’on  tudie le propagateur dans son int  gralit  . En r alit  , il
est encore plus simple de lire le r  sultat en jauge unitaire, auquel cas le terme de masse est visible
au niveau du lagrangien. C’est ce que nous ferons dans la suite dans le cas du SM: comme nous
ne d crirons pas de calculs en boucles, l’utilisation de la jauge unitaire n’est pas une complication,
mais bien une simplification. Nous d  crivons la brisure de sym  trie dans le SM de cette fa  on dans
la section 1.3.3 4.
1.3.2 Doublet complexe de Higgs
Le caract
 
re sans masse des champs scalaires coupl  s aux champs de jauge est n  cessaire  la
r alisation du m  canisme de Higgs. Afin de garantir cette propri  t  de masse nulle malgr les cor-
rections radiatives, on doit supposer que les scalaires sont des bosons de Goldstone correspondant
 la brisure spontan  e d’une sym  trie globale: le lagrangien est invariant sous la sym  trie globale
correspondante, mais l’  tat fondamental ne l’est pas. Dans le SM, on introduit explicitement des
degr  s de libert   l  mentaires qui vont fournir les scalaires sans masse,  travers la brisure de
sym  trie due aux signes des couplages choisis dans le potentiel scalaire 5. L’identification d’un sous-
groupe de cette sym  trie globale bris  e avec la sym  trie de jauge sous laquelle les GBs doivent se
transformer permet alors les interactions, n  cessaires au m  canisme de Higgs, entre GBs et champs
de jauge. Nous explicitons dans cette section la structure correspondante, faisant le lien avec la
section 1.3.1.
4. Dans le cas de la th  orie effective sans Higgs, la jauge unitaire est la jauge de pr  dilection pour toutes les
applications.
5. Notons que, dans les extensions supersym  triques, on peut donner une origine dynamique au signe n  gatif de
la masse carr e: son  volution depuis l’  chelle d’unification vers l’  chelle  lectrofaible est fortement li  e au couplage
de Yukawa du quark top, qui domine les autres contributions.
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On introduit un doublet complexe ϕ dans un repr sentation du groupe de jauge  briser, c’est-
 -dire SU(2)w×U(1)Y
ϕ

G e
−iα0
2 ϕ. (1.66)
On construit alors les termes invariants avec ces champs. D’apr
 
s ses propri  t  s de transformation,
ce doublet a une hypercharge Y = 1/2, et on peut donc noter explicitement la charge  lectrique de
chacune des composantes complexes
ϕ =
(
ϕ+
ϕ0
)
. (1.67)
Bien s  r, nous n’avons pas encore d  crit la brisure de SU(2)w × U(1)Y vers U(1)Q, qui doit
pr cis ment  tre introduite gr  ce  ce doublet. Le lagrangien bosonique le plus g  n  ral contenant
uniquement des op  rateurs de dimension quatre ou inf  rieure s’  crit
LHiggs = Dµϕ†Dµϕ−λ
(
ϕ† ϕ− v
2
2
)2
, (1.68)
avec
Dµϕ = ∂µϕ− i
(
g ′
2
bµ
0 + gWµ
)
ϕ. (1.69)
A ce stade, il est commode d’introduire la matrice 2× 2 not  e Φ, qui rassemble les quatre m  me
champs r  el
Φ ≡ ( ϕc, ϕ ) = ( ϕ0∗ ϕ+− ϕ+∗ ϕ0
)
, (1.70)
o

le conjugu  ϕc de ϕ est une autre combinaison des m  mes champs
ϕc ≡ i τ 2 ϕ∗  G ei
α0
2 ϕc . (1.71)
On en d  duit les propri  t  s de transformation de Φ
Φ

GΦ e
i
τ3
2
α0
. (1.72)
Par comparaison avec la transformation (1.29) pour les doublets de fermions droits, on voit que
le champ de Higgs poss
 
de une hypercharge non-nulle, que l’on peut, utilisant la formule (1.32),
attribuer a une valeur non-nulle de l’isospin droit avec B−L= 0. On peut r sumer les propri  t  s
de transformation des diff  rentes composantes des doublets selon le tableau 1.3.
Tw 3 Td 3 B −L Y Q
νL 1/2 0 − 1 − 1 0
eL − 1/2 0 − 1 − 1 − 1
νR 0 1/2 − 1 0 0
eR 0 − 1/2 − 1 − 2 − 1
uL 1/2 0 1/3 1/3 2/3
dL − 1/2 0 1/3 1/3 − 1/3
uR 0 1/2 1/3 4/3 2/3
dR 0 − 1/2 1/3 − 2/3 − 1/3
ϕ+ 1/2 1/2 0 1 1
ϕ0 − 1/2 1/2 0 1 0
Tableau 1.3. Charges des composantes des diff  rents doublets du SM.
Le lagrangien (1.68) s’  crit avec cette notation
LHiggs = 1
4
〈
DµΦ
†DµΦ
〉− λ
4
(〈
Φ†Φ
〉− v2)2 , (1.73)
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o

DµΦ = ∂µΦ− i gWµΦ + i g ′ bµΦ τ
3
2
. (1.74)
Gr ce  cette  criture, on identifie dans la limite g ′   0, une sym  trie accidentelle du lagrangien
LHiggs de (1.68): on peut, en plus de la multiplication  gauche par un  l ment de SU(2)w, effectuer
une transformation globale Gcust. ∈ SU(2)  la place de la transformation impliquant α0, sans
modifier LHiggs
Φ

GΦGcust.
† . (1.75)
Cette sym  trie approximative est appel  e sym trie custodiale, et not  e SU(2)cust, et nous en verrons
les cons quences plus tard.
1.3.3 Masses des bosons vecteurs
La brisure spontan  e de sym  trie a lieu lorsque l’on choisit dans le potentiel de Higgs (1.73)
v2 > 0, (1.76)
le signe positif de λ  tant impos  par la n  cessit d’avoir un potentiel born  par en bas. On voit
alors que le potentiel pr  sente une infinit  continue de minima, reli  entre eux par des transfor-
mations SU(2) pour lesquelles G=Gcust, c’est- -dire le sous-groupe diagonal de la sym  trie o

les
transformations G sont restreintes  leur sous groupe global: dans la limite g= g ′= 0, la sym  trie
globale est donc spontan  ment bris e selon
SU(2)w×SU(2)cust   SU(2)w+cust . (1.77)
Les minima correspondent  tous les points pour lesquels
Φ†Φ = v
2
2
(
1 0
0 1
)
, (1.78)
soit alternativement
ϕ† ϕ = v
2
2
. (1.79)
La th  orie s lectionne donc un vide particulier, brisant la sym  trie globale SU(2)w× SU(2)cust.
On peut exploiter l’invariance de jauge pour d  crire la m  me physique avec des variables
diff rentes: on note que la matrice Φ est auto-conjugu  e, soit
τ 2 Φ∗ τ 2 = Φ , (1.80)
ce qui revient  dire que l’on peut l’  crire comme produit d’une fonction r  elle par une matrice
SU(2)
Φ =
H + v
2
√ ei
piaτa
v , (1.81)
o

les minima du potentiel correspondent  avoir la composante radiale  gale  v/ 2
√
, soit
H = 0 . (1.82)
On peut effectuer une transformation de jauge SU(2)w qui  limine les champs pi
a, en choisissant
d’apr
 
s (1.72) 6
G = e
−ipiaτa
v . (1.83)
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Le lagrangien de Higgs (1.68) se r" crit dans cette jauge unitaire
LHiggs = 1
2
∂µH∂
µH − 1
2
mH
2 H2−λ vH3− λ
4
H4
+
(
1 +
H
v
)2 (
MZ
2
2
ZµZ
µ+MW
2 Wµ
+W−µ
)
, (1.84)
o

les termes de masse pour les bosons vecteurs proviennent des termes cin  tiques pour Φ. Les
masses sont donn  es par les expressions
MW
2 =
g2
4
v2 , (1.85)
MZ
2 =
g2 + g ′2
4
v2 =
MW
2
c2
, (1.86)
la diagonalisation n  cessaire ayant d  j   t introduite en (1.37-1.38). Le cosinus est bien le m  me
que celui apparaissant dans la diagonalisation. Une cons  quence ph  nom  nologique importante est
obtenue dans la limite de basse  nergie si l’on  crit les op  rateurs effectifs r sultant de l’ change
de ces bosons massifs: on obtient la th  orie de Fermi. Sous l’  criture g n  rale
Lquatre fermions = − GF
2
√
(
JCC µ
+ JCC
−µ+ ρ∗(0) JNC µJNC
µ
)
, (1.87)
on trouve dans le cas du SM en arbres, que la constante de Fermi est donn  e par
GF =
g2
4 2
√
MW
2
=
1
2
√
v2
, (1.88)
ce qui implique, avec GF ' 1.16× 10−5 GeV−2
v ' 246 GeV . (1.89)
Le param
 
tre ρ∗(0) introduit en (1.87) est donn  dans le SM en arbres par 7
ρ∗SM(0)
∣∣
arbres
=
MW
2
MZ
2 c2
. (1.90)
D’apr
 
s les formules de masses (1.85-1.86), on voit que ce rapport est  gal  l’unit
ρ∗SM(0)
∣∣
arbres
= 1 . (1.91)
Cette relation obtiendra des corrections aux ordres sup  rieurs. Elle est li  e  la sym  trie custodiale
SU(2)cust. dans la limite g
′   0 du lagrangien tel que nous l’avons  crit jusqu’  pr sent (soit
Lfermions+LYang-Mills+LHiggs, c’est- -dire le lagrangien total hormis les termes de Yukawa que nous
introduirons  la section 1.4.1). En effet, cette sym  trie est responsable du fait que la matrice de
masse dans la base originale (Wµ
1,Wµ
2,Wµ
3, bµ
0 ) prend la forme
v2
4

g2 0 0 0
0 g2 0 0
0 0 g2 − g g ′
0 0 − g g ′ g ′2
 . (1.92)
6. Cette transformation de jauge effectu  e au niveau du lagrangien est suffisante pour ce qui est de la physique
en arbres. Pour  tendre l’id  e  l’int  grale fonctionnelle, voir [GKK93]. Dans le cas du SM, il est en g  n  ral plus
commode de fixer la jauge de la mani  re traditionnelle.
7. Remarquons qu’une relation de cette forme est souvent donn  e comme d  finition du param  tre ρ. Voir  ce
sujet l’annexe B.1.
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La diagonalisation n  cessite alors une transformation orthogonale impliquant le bloc 2× 2 en bas
 droite pour d  finir les champs Zµ et Aµ comme nous l’avons fait en (1.37-1.38). La sym  trie
SU(2)w+cust. r sultant de la brisure spontan  e de SU(2)w × SU(2)cust. est en revanche respon-
sable du fait que le bloc 3 × 3 en haut  gauche soit proportionnel  l’unit  . Ainsi, bien que la
sym  trie de jauge SU(2)w soit bris  e, il reste une sym  trie SU(2) approximative qui garantit que
les interactions de Fermi des courants charg  s et neutres dans (1.87) interviennent avec la m  me
constante. On peut en d  duire que les corrections radiatives  la relation (1.91) interviendront
accompagn  es de puissances de g ′, ou de puissances des diff  rences de masses (splittings) des
fermions divis  es par l’  chelle de Fermi (violation d’isospin faible). En tout  tat de cause, la
conclusion est que les corrections au r  sultat ρ∗SM(0)
∣∣
arbres
= 1 seront petites. Pour reproduire
ce succ
 
s ph  nom nologique, un mod
 
le alternatif devra donc poss  der une sym  trie custodiale
approximative. Une telle sym  trie custodiale est donc en g  n  ral un ingr  dient essentiel des mod
 
les
alternatifs. Notons cependant que, dans le cas des mod
 
les dits little Higgs [AHCKN02] ou bas s
sur des mooses [AHCG01b, AHCGW02, AH+02], ces sym  tries semblent ne pouvoir  tre r alis  es
que de mani
 
re approximative, m  me dans les limites mentionn  es ci-dessus 8.
Notons que le champ neutre H poss
 
de des interactions bien d  finies en fonction de deux
constantes λ et v, qui sont  galement reli  es  sa masse par la relation
mH
2 = 2λv2 . (1.93)
Les couplages des interactions autres que les termes de masse des bosons vecteurs sont fix  s par
le fait que le boson de Higgs provient d’un doublet complexe, ce qui est n  cessaire pour avoir une
repr sentation lin  aire de la sym  trie (par opposition  une r alisation g n  rale non-lin  aire (voir
section 2.1.3), qui ferait obstacle  la renormalisabilit  de la th  orie).
Nous avons introduit dans cette section la matrice Φ, qui rassemble les degr s de libert  sca-
laires, car cette  criture permet de visualiser la sym  trie custodiale que nous supposerons  tre
pr sente dans les th  ories que nous  tudierons. De plus, cette  criture nous permettra de faire plus
clairement le lien avec les lagrangiens chiraux, utilis  s dans les th  ories effectives sans Higgs: la
composante radiale de (1.81) sera alors absente, seuls les trois bosons de Goldstone  tant suppos s
 tre pr  sents.
Ceci conclut la discussion du secteur bosonique. Nous en venons  pr  sent aux cons  quences
du m  canisme de Higgs dans le secteur fermionique.
1.4 Cons
 
quences du m
 
canisme de Higgs
 
l
 
mentaire
L’introduction du doublet complexe de Higgs permet de construire une th  orie renormalisable avec
un nombre important de param
 
tre libres, n  cessaires pour rendre compte des masses des fermions,
et aussi de leur m  langes. Au niveau du SM, on ignore l’origine des constantes correspondantes
apparaissant dans le lagrangien ainsi que leurs relations.
Notons que le m  canisme de Higgs  l mentaire avait  t introduit pour donner des masses aux
bosons de jauge tout en conservant une th  orie renormalisable. C’est cette renormalisabilit  qui
nous avait oblig  consid  rer un mod
 
le invariant de jauge, interdisant par l  m  me les termes de
masses dans le lagrangien, tels qu’  crits en (1.58). En r  alit  , ce m  me doublet complexe de Higgs
permet  galement d’  crire des termes d’interactions de Yukawa invariants sous la sym  trie.
1.4.1 Interactions de Yukawa et masses de Dirac des fermions
Des termes de Yukawa invariants sous SU(2)w×U(1)Y peuvent  tre construits  l’aide du doublet
de Higgs. Nous les  crivons en termes de la matrice Φ, ce qui donne
LYukawa = −
∑
i, j=1
3
((
uRi , dRi
)( yiju 0
0 yij
d
)
Φ†
(
uLj
dLj
)
+
(
uLj , dLj
)
Φ
(
yij
u ∗ 0
0 yij
d ∗
)(
uRi
dRi
)
+ (0, eRi )
(
0 0
0 yij
e
)
Φ†
(
νLj
eLj
)
+ (νLj , eLj ) Φ
(
0 0
0 yij
e ∗
)(
0
eRi
))
. (1.94)
8. Il n’existe pas de d  monstration g  n rale de ce fait, mais c’est ce que la litt  rature semble indiquer, voir
[CW03, CDO03, HS04b]. On doit alors distinguer entre les diff  rentes d  finitions des param  tres ρ et T d  s l’ordre
des arbres, voir l’annexe B.
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Au niveau du SM strict, on ne peut pas construire d’op  rateurs invariants de dimension inf  rieure
ou  gale  quatre qui donnent des masses aux neutrinos: nous reviendrons sur ce point  la section
1.6.1 et 1.6.2.1. Les constantes de couplages de Yukawa intervenant ici sont totalement libres.
Notons que l’on peut bien introduire ces constantes de couplages selon une matrice diagonale sans
que cette derni
 
re soit proportionnelle  l’identit : en effet, une matrice diagonale quelconque
commute avec les matrices τ 3 des transformations (1.29) et (1.72). En jauge unitaire (Φ = (H +
v)
 
), on voit que ces interactions produisent des termes de masse, les matrices de masse pour les
quarks up, quarks down et leptons charg  s  tant donn es respectivement par
mij
u =
yij
u v
2
√ , (1.95)
mij
d =
yij
d v
2
√ , (1.96)
mij
e =
yij
e v
2
√ . (1.97)
Les diff rentes constantes de couplages de Yukawa permettent de rendre compte des diff  rentes
masses des fermions. En revanche, elles n’apportent aucune compr  hension en ce qui concerne la
hi  rarchie des masses entre, par exemple, celle de l’  lectron (couplage de Yukawa de l’ordre de
10−6) et celle du quark top (couplage de Yukawa proche de l’unit  ).
1.4.2 Matrice CKM
Les coefficients complexes apparaissant dans la matrice de masse des quarks  travers (1.94) sont
libres. Ainsi, si l’on veut diagonaliser la matrice de masse complexe obtenue (1.95-1.96), on va
utiliser des transformations unitaires globales op  rant dans l’espace des indices de g  n  ration, et
ce s  par ment pour les quarks ui et pour les quarks di et s  par  ment pour les deux chiralit  s. La
situation dans le cas des leptons sera bri
 
vement mentionn  e plus bas  la section 1.6.1. Lorsque l’on
effectue les red  finitions  l’aide de matrices unitaires sur les quatre vecteurs  trois composantes
uLi, dLi, uRi, dRi afin de diagonaliser les matrices de masses, on introduit une modifications des
interactions d  crites en 1.2.1.2. On d  finit ainsi
uLi = (UL)ijuLj
′ , (1.98)
dLi = (DL)ij dLj
′ , (1.99)
uRi = (UR)ijuRj
′ , (1.100)
dRi = (DR)ij dRj
′ , (1.101)
o

les quatre matrices 3× 3 d not  es par UL,R et DL,R sont unitaires et les primes d  notent les
 tats propres de masse. Remarquons que, dans le SM, ces rotations diagonalisent  galement les
couplages de Yukawa, puisqu’il n’y a qu’un doublet de Higgs.
On peut voir imm  diatement que l’  criture des courants neutres JQ
µ et JNC
µ est inchang e: il
suffit d’ajouter les primes, puisque la m  me matrice intervient deux fois dans chaque terme, par
exemple
uLi γ
µuLi = uLi
′ γµ
(
UL
†
)
ij
(UL)jk uLk
′
= uLi
′ γµuLi′ . (1.102)
Ainsi, en arbres, les courants neutres changeant la saveur (flavor-changing neutral currents , ou
FCNCs) sont absents. En revanche, pour les courants charg  s qui couplent une composante u avec
une composante d, ceci n’est plus vrai. On d  finit la matrice unitaire VCKM [Cab63, GIM70, KM73]
selon
VCKM = UL
†DL , (1.103)
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ce qui donne pour le terme intervenant dans les courants charg  s
uLi γ
µ dLi = uLi
′ γµ (VCKM)ij dLj
′ , (1.104)
et donc des interactions non-diagonales dans la base des  tats propres de masse. La structure des
transitions entre g  n  rations est donn  e directement par la matrice unitaire CKM, dont les entr  es
sont libres dans le SM: la pr  diction est que toutes les transitions s’expriment en termes des trois
angles et de l’unique phase physique contenue dans cette matrice. En effet, des six phases pr  sentes
dans une matrice unitaire 3 × 3 g n  rique, cinq peuvent  tre absorb  es par des red  finitions des
vecteurs  trois entr  es ui et di (on doit appliquer la m  me transformation aux deux chiralit  s
pour garder une masse r  elle), tandis que la sixi
 
me red finition (correspondant  une phase
globale) laisse invariante la matrice CKM. C’est cette unique phase qui doit rendre compte de
la violation de CP observ e dans les exp  riences, mais que l’on sait d’autre part  tre insuffisante
pour  tre  l’origine de l’asym  trie baryonique de l’univers [GHO+94]. Ceci signifie uniquement
que l’on doit chercher une extension  plus haute  nergie de la th  orie effective qu’est le SM, et
que cette extension doit laisser la place  une violation de CP   plus importante  . En revanche,
les exp  riences aux  nergies accessibles actuellement et qui cherchent  mettre en d  faut le SM
en mesurant des processus distincts, mais d  crits par le SM  l’aide des m  mes param
 
tres de la
matrice CKM, n’ont pour l’instant pas permis de mettre le SM en d  faut.
Apr
 
s avoir d  crit la structure du SM, et introduit ses 18 param
 
tres (dans le cas du SM strict,
c’est-  -dire avec des masses de neutrinos  gales  z  ro), nous pr  sentons un rapide survol des
comparaisons avec l’exp  rience.
1.5 Succ
 
s ph
 
nom
 
nologiques du SM
Jusqu’  pr  sent, nous avons d  crit la structure du SM en arbres, discutant tous les op  rateurs
renormalisables qui le composent. La th  orie renormalisable est construite avec uniquement ces
op  rateurs: lorsque l’on calcule les corrections quantiques, on absorbe les divergences qui appa-
raissent  l’aide d’une red finition du nombre fini de constantes de couplage apparaissant en
coefficient de ces op  rateurs. Notre propos n’est pas ici de d  crire la proc  dure de renormalisation
dans le cas du SM: les principes en sont bien connus,  tant donn  que ce sont ceux qui r  gissent
le d  veloppement perturbatif d’une th  orie renormalisable 9. N  anmoins, avant de passer en revue
l’accord des pr  dictions du SM avec l’exp  rience, il para  t n  cessaire de rappeler l’effort qui a  t 
consacr et est encore consacr  afin d’obtenir les r sultats th oriques (et exp  rimentaux) que nous
allons d  crire.
1.5.1 Remarques sur les calculs de boucles
Les pr dictions th  oriques n  cessitent toute une machinerie pour effectuer les calculs de boucles.
Mentionnons ici qu’une partie des corrections les plus importantes ont  t  calcul  es  deux boucles,
et toutes celles  tudi es exp  rimentalement l’ont  t  jusqu’  une boucle. On utilise g  n ralement
la r gularisation dimensionnelle: les constantes apparaissant dans le lagrangien deviennent d  pen-
dantes de l’  chelle de renormalisation µ, et pr sentent un p   le en d = 4, o

d est la dimension
d’espace-temps. Cette d  pendance d’  chelle et ces p   les sont compens  s par les contributions de
boucles, si bien que les r sultats sont finis. Les calculs utilisent en g  n  ral les jauges Rξ [tH71a,
FLS72] pour lesquelles les propagateurs des bosons vecteurs prennent la forme
Gµν(p, ξ) = − i
ηµν − (1− ξ) pµ pνp2− ξM2 + i 
p2−M2 + i  , (1.105)
qui a pour avantage de procurer une d  pendance satisfaisante pour les grands p2
Gµν(p, ξ <∞) ∼
p2   ∞
1
p2
. (1.106)
9. En revanche, nous nous attacherons (section 2.3)  d  crire la proc  dure de renormalisation dans le cas d’une
th  orie effective  la Weinberg.
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La jauge unitaire est obtenue dans la limite singuli
 
re ξ   ∞, pour laquelle la d  croissance du
propagateur n’est plus suffisamment rapide pour rendre la propri  t  de renormalisabilit  manifeste.
Cette jauge n’est donc pas particuli
 
rement adapt  e pour un th  orie renormalisable, d’autant que
les contributions des bosons vecteurs (1.105) s’accompagnent dans une jauge Rξ de contributions
dues aux GBs, dont le propagateur prend la forme
G(p, ξ) =
i
p2− ξM2 , (1.107)
o

le m  me param
 
tre M appara  t que dans le propagateur du champ vecteur correspondant
(1.105). Dans la limite ξ   ∞, il subsiste n  anmoins un effet de ces diagrammes impliquant les
GBs, puisque certaines de leurs interactions sont proportionnelles  ξ. Ces diagrammes peuvent
cependant  tre resomm  s [Wei73a, Wei73b], donnant lieu  des termes d’interactions du type
de ceux obtenus par Lee et Yang [LY62] 10: des interactions non-polynomiales proportionnelle 
δ(4)(x= 0), qui disparaissent donc lorsque l’on utilise la r  gularisation dimensionnelle 11. De tels
termes peuvent directement  tre interpr  t s comme provenant du changement de variable effectu 
pour obtenir l’  criture (1.81): le jacobien correspondant est singulier en H = 0 [GKK93, Nyf].
En tout  tat de cause, la param  trisation (1.81) introduit des interactions non-renormalisables,
ce qui est maladroit dans le cas du SM. Nous insistons sur ce point pour clarifier les obstacles 
l’utilisation de la jauge unitaire dans le cadre du SM: d’une part le comportement des propagateurs
pour de grandes impulsions est inadapt  pour une th  orie renormalisable, d’autre part on g  n
 
re
des interactions non-polynomiales. Ces deux difficult  s ne seront plus des obstacles  l’utilisation
de la jauge unitaire dans le cas des th  ories sans particule de Higgs physique; nous y reviendrons
au chapitre 3.
Revenant aux calculs effectu  s dans le SM, il est  noter que des pr dictions pour les m  mes
observables ont  t  obtenues par diff  rents groupes, ce qui se traduit souvent en diff  rents codes
de calculs, et en l’utilisation de diff  rents sch  mas de renormalisation. On peut  galement inter-
pr ter ces distinctions comme diff  rents pr jug s sur la resommation des ordres sup  rieurs [B+97,
MNP98]. Ces diff rences dans le traitement pr cis de la proc  dure de d  veloppement  un ordre
donn  ne sont pas des incoh  rences, mais fournissent bien au contraire une estimation de l’incer-
titude th  orique correspondant aux ordres sup  rieurs. L’accord entre les diff rents groupes  un
niveau de pr cision acceptable vient confirmer d’un point de vue concret la coh  rence de la th  orie.
1.5.2 Approximation au p   le du Z0
Une grande partie de l’activit  consistant  tester les pr dictions du SM est li  e aux   mesures au
p   le du Z0  : les processus e+ e−   f f avec une  nergie dans le centre de masse proche de la
masse du Z0. Dans cette section, nous nous concentrons sur l’analyse de ces processus. La section
efficace en arbres pour le processus e+e−   Z   ff (c’est-  -dire en supprimant les contributions
du photon qui ne sont pas r  sonantes pour s'MZ2) s’  crit, en n  gligeant les masses des fermions
par rapport  MZ 12
dσ
dΩ
=
NcGF
2 MZ
4
32   2 s
s2
(s−MZ2)2 + ΓZ2 MZ2
×
{(
gv
e2 + ga
e2
) (
gv
f 2 + ga
f 2
)(
1 + cos2θ
)
+ 8 gv
e gv
f ga
e gv
f cos θ
}
. (1.108)
10. Notons que dans la limite ξ  ∞, les effets des fant  mes de Faddeev-Popov disparaissent  galement, 
quelques subtilit  s pr s [Jeg91]. En conclusion, cette proc  dure n’est pas appropri  e pour d  finir la jauge unitaire,
la limite  tant singuli  re: il est pr  f  rable d’op  rer au niveau du lagrangien m  me [Col84],  travers des red  finitions
des champs [GJ72], valables de fa  on g  n  rale dans le cadre de l’int grale fonctionnelle [GKK93].
11. N anmoins, on peut  galement conserver ces termes proportionnels  δ(4)(x = 0), et v rifier qu’ils sont
compens  s par des contributions dues au bosons de Higgs [AQ72, Jog74].
12. La formule est  crite pour le cas des quarks, pour lesquels Nc= 3. Dans le cas des leptons dans l’  tat final,
on posera Nc= 1.
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A partir des   observables r  alistes  effectivement mesur  es  LEP et SLC, on obtient les para-
m
 
tres du Z0 apr
 
s d convolution des effets de radiation dans les  tats initiaux et finaux dues 
l’  lectrodynamique quantique (quantum electrodynamics ou QED) et des corrections dues  la
QCD. Les param
 
tres ainsi extraits sont appel  es des   pseudo-observables  .
Afin de permettre une description en termes de   couplages effectifs  , c’est-  -dire de param
 
tres
qui g n  ralisent ceux apparaissant dans l’expression de la section efficace de Born (1.108), on
effectue un certain nombre d’approximations [B+97, MNP98]. En effet, la section efficace  une
boucle s’exprime en r alit  en termes de facteurs de formes complexes, et non plus en termes des
constantes gv,a
f . Ces facteurs de forme d  pendent non seulement de la variable de Mandelstam s,
mais  galement de t, suite aux contributions des diagrammes de type box . Comme les contributions
de ces diagrammes sont petites (except  en jauge unitaire, o

elles divergent) car non-r  sonantes
au p   le du Z0, l’id  e est de les n  gliger 13. Ceci supprime donc la d  pendance en t, et permet
 galement de r cup  rer une forme o

les couplages des fermions f et des  lectrons sont factoris  s
et o

la contribution du photon peut  tre s  par e. On peut alors mettre la section efficace  une
boucle sous la m  me forme que celle obtenue en arbres, la contribution du Z0  tant  crite comme
en (1.108) avec la modification de notation
gv,a
f
  gV ,A
f . (1.109)
Pr cisons encore un point suppl  mentaire: les diagrammes d’  nergie propre des bosons vecteurs se
subdivisent en deux ensembles: les contributions comportant des bosons dans la boucle, et celles
dues aux fermions. Ces deux types de corrections sont ind  pendantes des fermions observ s dans
l’  tat final. De plus, la contribution des fermions, num  riquement plus importante, est invariante
de jauge. L’approche g  n  ralement adopt  e est d’effectuer une resommation sur cette classe de dia-
grammes. En revanche, la contribution bosonique  ces fonctions  deux points n’est pas invariante
de jauge: la d  pendance de jauge doit  tre compens  e par celle des diagrammes box en particulier.
Cette classe de diagrammes n’est donc pas resomm  e.
Notons que l’utilisation directe des r  sultats exp  rimentaux pour les pseudo-observables dans
un mod
 
le alternatif n’est pas n  cessairement justifi  e  partir du moment o

un certain nombre
d’ingr dients th  oriques et d’approximations (sp  cifiques au SM) on  t  employ s.
1.5.3 Ajustement de param  tres dans le SM
1.5.3.1 EWPTs
Un certains nombre d’observables, dont une grande partie sont mesur  es au p   le du Z0, sont
regroup  es sous le nom de   tests de pr cision  lectrofaible  (electroweak precision tests , ou
EWPTs). Dans cette section, on se concentre sur les mesures exp  rimentales qui donnent lieu au
fameux ajustement des param
 
tres  lectrofaibles, suivant [Mat04].
Apr
 
s avoir effectu  les calculs mentionn  es en 1.5.1 et extrait les pseudo-observables de la
section 1.5.2, on proc
 
de de la fa  on suivante. Comme param
 
tre d’entr  e, on utilise les trois
param
 
tres les plus pr cis  ment connus (par des mesures   directes  ): α(µ=0),GF ,MZ, au lieu des
trois param
 
tres fondamentaux (g, g ′, v) apparaissant dans le lagrangien. Au niveau des boucles,
les pr dictions vont aussi d  pendre des couplages de Yukawa, qui sont remplac  s en pratique
par les masses des fermions en tant que param
 
tres d’entr  e, mais  galement de la constante de
couplage forte et du couplage quartique du doublet de Higgs λ. Ce dernier param
 
tre fondamental
est remplac  par mH, qui intervient donc dans les expressions th  oriques des observables. Comme
cela fut le cas pour le quark top avant sa d  couverte exp  rimentale, on va donc pouvoir placer des
limites sur la masse d’une particule hypoth  tique. Si l’on mesure suffisamment d’observables, on
peut effectivement contraindre les diff  rents param
 
tres du SM.
13. On peut se soucier du manque d’invariance de jauge du r  sultat. En pratique, la sensibilit des calculs 
l’approximation d  crite est test  e num  riquement.
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Nous ne d  finirons pas ici les diff rentes observables qui entrent dans cette  tude. Notons
cependant que, pour une observable donn  e O, le d  saccord entre la pr  diction th  orique apr   s
ajustement des param
 
tres Ofit et la mesure exp  rimentale Omeas est mesur  par le pull
pull =
∣∣Omeas−Ofit∣∣
σ
, (1.110)
o

intervient  galement l’erreur combin  e σ. On constate sur la figure 1.1 que la plupart des mesures
sont en accord avec le SM: il y a bien deux observables pour lesquelles le d  saccord est plus grand
que deux d  viations standard. Ceci n’est pas surprenant pour un ensemble de mesure de cette taille.
Measurement Fit |Omeas−Ofit|/σmeas
0 1 2 3
0 1 2 3
∆αhad(mZ)(5) 0.02761 ± 0.00036 0.02767
mZ [GeV] 91.1875 ± 0.0021 91.1875
ΓZ [GeV] 2.4952 ± 0.0023 2.4960
σhad [nb]
0 41.540 ± 0.037 41.478
Rl 20.767 ± 0.025 20.742
Afb
0,l 0.01714 ± 0.00095 0.01636
Al(Pτ) 0.1465 ± 0.0032 0.1477
Rb 0.21638 ± 0.00066 0.21579
Rc 0.1720 ± 0.0030 0.1723
Afb
0,b 0.0997 ± 0.0016 0.1036
Afb
0,c 0.0706 ± 0.0035 0.0740
Ab 0.925 ± 0.020 0.935
Ac 0.670 ± 0.026 0.668
Al(SLD) 0.1513 ± 0.0021 0.1477
sin2θeff
lept(Qfb) 0.2324 ± 0.0012 0.2314
mW [GeV] 80.426 ± 0.034 80.385
ΓW [GeV] 2.139 ± 0.069 2.093
mt [GeV] 174.3 ± 5.1 174.3
sin2θW(νN) 0.2277 ± 0.0016 0.2229
QW(Cs) -72.84 ± 0.46 -72.90
Summer 2003
Figure 1.1. Accord entre les valeurs mesur   es et les pr  dictions du SM pour certaines observables [LEP].
Comme nous l’avons d  j  mentionn , l’ajustement des param  tres donne lieu  des contraintes
sur les valeurs possibles de ces m  mes param  tres. Pour la plupart d’entre eux, qui sont mesur  s
par ailleurs, le but est de chercher un d  saccord pour mettre en d  faut le SM et d tecter un effet
d  de la nouvelle physique. Il en est diff remment pour ce qui est de la masse du boson de Higgs.
Puisque cette particule est toujours hypoth  tique et que sa masse n’a donc pu  tre mesur e, les
contraintes extraites de l’ajustement de param  tre nous permettent de pr dire dans quelle fen  tre
on doit s’attendre  la trouver. Ceci est illustr  par la figure 1.2, o est utilis  e la valeur la plus
r cente de la masse du top [Tev]
mt = 178.0± 4.3 GeV , (1.111)
qui montre que l’intervalle de confiance  95% donne [LEP]
mH < 251 GeV . (1.112)
36 M  canisme de Higgs dans le Mod  le Standard
01
2
3
4
5
6
10020 400
Higgs Boson Mass [GeV/c2]
∆χ
2
Region
excluded
by direct
searches
All data, with old
world-average Mtop
All data, with new
world-average Mtop
Theory uncertainty
Figure 1.2. Contrainte sur mH dans le cadre du SM. Les courbes repr   sentent la valeur de χ
2− χmin2 en fonction
de mH. La bande fonc   e repr  sente les incertitudes th   oriques, et la courbe en pointill   s est obtenue avec la valeur
la plus r   cente pour la masse du quark top. Le rectangle gris clair repr   sente les masses exclues par les recherches
directes [LEP].
On a donc, ind  pendamment de consid  rations th  oriques que nous donnerons  la section 1.6.3,
une limite exp  rimentale (indirecte) sup  rieure sur mH, en plus de la limite inf  rieure d’exclusion
directe  95% de confiance [LEP]
mH > 114.4 GeV . (1.113)
1.5.3.2 Correction obliques
Une premi  re tentative en vue d’interpr  ter les EWPTs dans un cadre plus large que le SM a
consist  en l’introduction des  param tres obliques  [PT90, MR90, KL90, AB91, PT92]. L’id  e est
que ces param  tres d  crivent les effets principaux de la nouvelle physique. En effet, l’introduction
de physique nouvelle ajoutera de nouveaux param  tres  ceux pr sents dans le SM, et qui sont
utilis  s en particulier pour effectuer l’ajustement d  crit  la section 1.5.3.1. En principe, on doit
calculer les observables pour chaque mod  le, puis comparer les r  sultats  l’exp  rience en utilisant
la m  me proc  dure que pour le SM. En pratique, le nombre de mod  les connus rend cette t  che
r dhibitoire. Certains auteurs ont donc essay de formuler une param  trisation simple mais englo-
bant si possible une large classe de mod  les. L’hypoth  se principale est que les corrections les plus
notables affecteront essentiellement les fonctions  deux points des bosons vecteurs: ces corrections
sont appel  es  obliques  . Elles affectent alors de fa  on universelle les processus e+ e− 	 f f ,
quel que soit le fermion f , ce qui fait leur facilit  d’utilisation.
Les corrections obliques sont souvent exprim  es en termes des param  tres S, T , U , dont la
d  finition originale utilise les fonctions  deux points des champs vecteurs. La question de l’inva-
riance de jauge se pose alors. D’autre part, la pr  sentation des r  sultats fait toujours appel au SM
avec une valeur de mH donn e. L’annexe B contient une discussion des param  tres obliques et de
questions reli  es.
La figure 1.3 donne l’ajustement des param  tres en incluant S et T , mais fixant U = 0. A ce
niveau, on ne peut pas placer de limites ind  pendamment sur S, T et mH. La figure permet en
revanche de dire que, si un boson de Higgs de 115 GeV est pr  sent, la nouvelle physique au-del  du
SM ne doit apporter que des faibles contributions  S et T . Ceci est une autre fa  on de voir que le
SM rend bien compte des EWPTs sans nouvelle physique. Ainsi, les extensions supersym  triques
du SM cherchent-elles  pr  server cet accord, tout en introduisant des nouvelles particules pour
prot ger la masse du boson de Higgs (voir section 1.6.3).
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Figure 1.3. Contraintes   1σ sur les param  tres S et T pour mH = 115 GeV pour diff  rentes observables (U est
suppos tre nul). Les ovales repr  sentent les intervalles de confiance   90% pour diff  rentes valeurs de mH, apr s
combinaison des diff  rentes observables [PDG].
Les diagrammes du type de la figure 1.3 sont  l’origine de l’interpr tation qu’il faudrait une
 conspiration  de la physique nouvelle pour que les th  ories sans Higgs soient capable de rendre
compte des EWPTs. L’id  e sous-jacente est la suivante: la limite de Higgs lourd est suppos  e
donner une premi 	 re id  e du comportement des th  ories sans Higgs 14. Par exemple, pour mH = 1
TeV, on constate qu’il est n  cessaire d’avoir T '+ 0.3 pour satisfaire les EWPTs. Cependant, la
r f  rence  un boson de Higgs dans le cadre d’une th  orie sans Higgs semble inutile et, qui plus
est, dangereuse. Le but de cette th 	 se est pr  cis  ment de mettre en place un formalisme effectif
ind  pendant pour les th  ories sans Higgs, suivant la ligne d’id  e des  lagrangiens chiraux pour
le secteur  lectrofaible  (electroweak chiral lagrangians) [HT90, DEH91, EH92, Fer93, Wud94,
NS00]. Pr  cisons d 	 s maintenant que les difficult  s principales auront trait aux param 	 tres S et T
15, et  galement au secteur fermionique, qui n’a  t  abord  que r  cemment [NS96, BEM99, NS00]
dans ce contexte, et pas encore de fa 
 on syst  matique. Diff rents probl 	 mes appara tront alors d 	 s
l’ordre des arbres.
Pour clore cette section, on peut dire que le SM accommode extr  mement bien les donn  es
exp  rimentales. Les raisons d’aller au-del  du SM se trouvent donc ailleurs: en effet, on sait que
le SM n’est pas la description d  finitive des tous les ph  nom 	 nes en physique des hautes  nergies.
Nous en venons  pr sent  discuter plus pr  cis ment les raisons qui ont amen  la communaut 
penser ainsi.
1.6 Le SM comme th

orie effective (d

couplante)
Nous discutons ici les limites d’application pratiques et de principe du SM. L’  tat actuel de notre
compr hension de la th  orie des champs est que le SM doit  tre vu comme une th  orie effective
valable jusqu’  une certaine  chelle,  laquelle de nouvelles particules peuvent  tre produites. Une
nouvelle th  orie, englobant le SM, doit alors prendre le pas.
14. Nous pr  ciserons   l’annexe C en quoi ceci n’est pas justifi  d  s que l’on consid  re la th  orie sans particule
de Higgs   l’ordre les boucles.
15. Qui est d  j   en cause pour exclure les mod  les de technicouleur, voir la section 1.7.3 et l’annexe C.
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Dans le cas d’une th  orie renormalisable, les effets  basse  nergie de la nouvelle physique se font
sentir  travers les op  rateurs irrelevants , qui sont divis s par une  chelle de masse. Les op  rateurs
renormalisables d  criront la physique  basse  nergie avec une pr  cision d’autant meilleure que
l’  chelle Λ sera grande. La th  orie effective correspondante est souvent appel  e d   couplante, car
l’  chelle Λ peut  tre envoy e vers l’infini sans incoh  rence technique: les effets de la nouvelle
physique disparaissent alors compl
 
tement.
Lorsque l’on se trouve dans le cas oppos  (celui des th  ories effectives non-d  couplantes), on
doit proc  der suivant une autre organisation de l’infinit  d’op  rateurs permis par les sym  trie: le
crit
 
re de renormalisabilit  n’est plus un guide appropri  . Nous aborderons ce cas au chapitre 2.
Pour le moment, nous nous int  ressons  une premi
 
re extension du SM pour expliquer les faibles
masses des neutrinos. Nous verrons ensuite comment les m  mes effets  basse  nergie sont d  crits
par un op  rateur effectif. Nous discutons ensuite une classe d’op  rateurs effectifs qui nous informe
sur le m  canisme de l’EWSB.
1.6.1 M   canisme 	
 et masses de Majorana pour les neutrinos
Nous pr  sentons dans cette section la description la plus courante utilis  e pour rendre compte des
faibles masses des neutrinos: on fait pour cela intervenir des champs νR lourds. En effet, puisque
ces champs ne sont pas charg s sous la sym  trie SU(2)w×U(1)Y , leurs masses ne sont pas li  es 
la brisure  lectrofaible, et n’ont donc aucune raison d’  tre d’ordre v.
Avec ces neutrinos hypoth  tiques lourds νRi invariants sous SU(2)w×U(1)Y , on peut construire
les termes suivant dans le lagrangien
Lneutrinos =
∑
i=1
3
νRi γ
µ∂µνRi
−
∑
i,j=1
3
(
(νRi , eRi )
(
yij
ν 0
0 0
)
Φ†
(
νLj
eLj
)
+ (νLj , eLj ) Φ
(
yij
ν ∗ 0
0 0
)(
νRi
eRi
)
+ Mij νRi (νRj)
c+Mij
∗ (νRj)
c νRi
)
, (1.114)
o

les indices de g  n  rations sont explicitement  crits. Il n’y a aucune contrainte th  orique sur les
constantes Mij apparaissant dans le lagrangien, et aucun lien avec la brisure  lectrofaible : on peut
donc logiquement imaginer qu’elles soient de l’ordre de l’  chelle de la nouvelle physique inconnue
qui les g  n
 
re, et donc  ventuellement de l’ordre de 1015 GeV (  chelle de grande unification) 16.
Ceci permet, gr ce au m  canisme see-saw [GMRS79, Yan79], d’obtenir trois  tats propres lourds
(de l’ordre des valeurs propres de Mij) qui sont essentiellement une combinaison lin  aire des  tats
propres d’interactions νRi, et peuvent  tre qualifi  s de   st riles  , puisque leurs interactions avec
les champs vecteurs sont supprim  es par rapport  celles des leptons charg  s. Plus important du
point de vue physique, on obtient  galement trois  tats propres de masses tr
 
s faibles avec des
grandes composantes νLi et de faibles composantes (νRi)
c
, qui sont donc appel  s   actifs  . Ceci
se v rifie en  tudiant la diagonalisation de la matrice de masse pour les neutrinos: voir l’annexe A
pour le cas d’une g  n  ration. Les masses des  tats propres l  gers sont alors d’ordre
mν actifs ∼ y
2 v2
M
, (1.115)
o

y repr  sente un couplage de Yukawa g  n  rique et M d  note une valeur propre de la matrice Mij.
Le point est que l’  quation (1.115) permet, avec M grand, d’obtenir une masse de ces neutrinos
actifs plusieurs ordres de grandeurs plus faible que les masses de Dirac des autres fermions et en
particulier que celles des leptons charg  s. Or, on sait que les limites actuelles sur les masses des
neutrinos sont de l’ordre de l’  lectron-volt: le m  canisme see-saw permet donc de comprendre la
l g
 
ret  des neutrinos, relativement aux autres fermions. Il reste encore  expliquer la hi  rarchie
entre l’  lectron et le quark top, ce qui n  cessite des id  es au-del  du SM (sym tries horizontales
par exemple).
16. Du point de vue logique, dans une th  orie renormalisable, on ne peut pas estimer l’  chelle  laquelle la
nouvelle physique doit intervenir, la proc  dure de d  veloppement  tant techniquement viable jusqu’  une  chelle
arbitrairement grande. Nous verrons cependant  la section 1.6.3.1 que les divergences quadratiques  la masse du
Higgs peuvent donner une id  e des limitations de principe de la th  orie, ainsi de l’ chelle  laquelle elle devrait  tre
compl  t e.
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1.6.2 Op   rateurs   	
 
Le SM est une th  orie renormalisable. Les effets  basse  nergie de la nouvelle physique peuvent
 tre d  crits par des op  rateurs irrelevants construits avec les champs du SM et respectant ses
sym  tries. Nous mentionnons ici quelques-uns de ces op  rateurs. Le fait est que, dans une th  orie
renormalisable telle que le SM, on peut imaginer que l’  chelle de masse Λ qui divise ces op  rateurs
pour obtenir des objets de dimension quatre, soit suffisamment grande pour que les effets soient
ind  tectables. Il suffit que cette  chelle Λ,  laquelle la nouvelle physique qui produit ces op  rateurs
effectifs deviendrait visible, soit grande devant l’  chelle de Fermi. Or, dans une th  orie renormali-
sable, il n’y a pas d’incoh  rence interne  consid  rer que la th  orie soit valable jusqu’  une  chelle
arbitrairement grand.
Nous avons  galement mentionn  le probl
 
me de la g  n ration de l’asym  trie baryonique de
l’univers, ainsi que les nombre important de constantes arbitraires, qui sugg
 
re que le SM n’est
pas une th  orie fondamentale. Notons que, dans tous les cas, ces questions sont li  es au fait que
le SM doit  tre int  gr  dans une th  orie plus g n  rale valable  plus haute  nergie, et donc plus
fondamentale. Nous mentionnerons  la section 1.6.3 une autre difficult  de principe qui rentrerait
dans cette cat  gorie: il s’agit du probl
 
me de hi  rarchie des  chelles.
1.6.2.1 Op  rateur effectif de dimension cinq
Il existe un type d’op  rateurs effectifs de dimension cinq construit avec les champs du SM et
invariant sous SU(2)w × U(1)Y : on s’attend a priori  ce qu’il fournisse les premi
 
res d  viations
du SM, puisque la suppression par l’  chelle de la nouvelle physique y est la plus faible (une seule
puissance de Λ au d  nominateur).
Afin d’ crire ce premier op  rateur effectif, on d  finit le conjugu  complexe invariant de Lorentz
χc 17 d’un doublet fermionique χ
χc = i τ 2Cχ T =
(
(χd)
c
− (χu)c
)
, (1.116)
ce qui entra  ne (comparer avec (1.28-1.29))
(χL)
c =
1 + γ5
2
χc

G e
i
B−L
2
α0
(χL)
c , (1.117)
(χR)
c =
1− γ5
2
χc

e
−iτ3
2
α0
e
i
B−L
2
α0
(χL)
c . (1.118)
L’op  rateur de dimension cinq en question est [Wei79b]
LMajoranaL = 1
Λ
∑
i,j=1
3 (
cij (`Li)
c Φ τ−Φ† `Lj + cij∗ `Lj Φ τ+ Φ† (`Li)
c
)
, (1.119)
o

l’  chelle Λ est caract  ristique de la physique qui g n
 
re cet op  rateur effectif, et est suppos e
 tre grande devant l’  chelle  lectrofaible (avec des constantes cij d’ordre unit  ). L’op  rateur effectif
(1.119) brise explicitement la sym  trie custodiale Gcust. agissant sur Φ selon (1.75). En r  alit ,
il brise m me explicitement le sous-groupe U(1) de cette sym  trie, qui correspond au g  n rateur
Td 3. Cependant, l’op  rateur est bien invariant sous la sym  trie de jauge, puisqu’il viole  galement
explicitement le nombre leptonique par deux unit  s, respectant ainsi la sym  trie U(1)Y . Il produit
des masses de Majorana d’ordre
mL ∼ v
2
Λ
, (1.120)
comme on peut le v rifier en jauge unitaire. Il est ainsi possible de d  crire les faibles masses des
neutrinos sans m  me introduire de degr s de libert  s suppl  mentaires  ceux du SM (c’est-  -dire
sans consid  rer de νR), en  crivant les op  rateurs non-renormalisables de plus basse dimension
respectant les sym  tries du SM. En r alit  , les cons  quences  basse  nergie de (1.119) sont les
m  mes que celles r  sultant de   l’int  gration  des νRi lourds introduits dans (1.114). On peut
 galement adopter le point de vue suivant, correspondant  celui des th  ories effectives: le m  ca-
nisme de see-saw d crit en 1.6.1 est un mod
 
le particulier permettant de g  n rer explicitement
l’op  rateur effectif de (1.119). En effet, les degr s de libert  lourds νRi peuvent  tre  limin  s,
17. Le conjugu  pour un spineur de Dirac est d  fini  l’annexe A.3.
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et leur effet repr  sent  par un op  rateur effectif, qui sera toujours irrelevant dans le cas d’une
th orie d  couplante (c’est-  -dire de dimension sup  rieure  quatre), puisque tous les op  rateurs
renormalisables construits avec les champs de la th  orie ont d  j  t  inclus dans le lagrangien.
Dans une th  orie effective, on ne se pr  occupe pas de la construction d’un mod
 
le, mais l’on  crit
de fa on g n  rale les op  rateurs effectifs.
La situation concernant le m  lange pour les leptons est l  g
 
rement diff rente du cas des quarks,
du fait des termes de masse de Majorana pour les neutrinos. La diagonalisation de la matrice de
masse de Majorana de (1.119) et de Dirac pour les  lectrons (apparaissant en (1.97)) pour trois
g  n  rations se fait  l’aide de trois matrices unitaires, respectivement pour les vecteurs  trois
entr es eLi, eRi et νLi. Le produit des matrices de changement de base pour les deux projections
gauches intervient alors dans l’expression des courants charg  s, de fa  on analogue au cas de la
matrice CKM; cette matrice est appel  e matrice MNS [MNS62]. La diff rence est que l’on ne
peut pas absorber autant de phases, et la matrice MNS contient donc trois angles et trois phases
physiques. Notons que la matrice de passage entre la base originale et celle des  tats propres de
masse est celle qui intervient dans le ph  nom
 
ne d’oscillations. Les phases ne sont cependant pas
observ es dans ces exp  riences. En revanche, elles interviennent dans la d  sint  gration double-β
sans neutrinos, qui est possible du fait de la violation du nombre leptonique introduite par le terme
de masse de Majorana.
1.6.2.2 Op  rateurs  
 	
 
de dimensions six
Nous donnons  pr sent quatre op  rateurs de dimension six. Nous nous concentrons sur ceux qui
impliquent le doublet de Higgs, et qui sont donc li  s au m canisme de brisure de la sym  trie. La
question qui se posera dans le cadre de la th  orie effective sans Higgs et de savoir quelles sont les
modifications dues  l’absence du boson de Higgs. En d’autres termes, on se demandera  quel
niveau les op  rateurs correspondants appara  tront, s’ils seront supprim  s, ou bien au contraire s’ils
appara  tront d
 
s l’ordre dominant.
Le premier op  rateur concerne uniquement le secteur bosonique, et introduit un terme crois 
entre le tenseur de Faraday des champs de jauge non-ab  liens de SU(2)w et celui du champ de
jauge de l’hypercharge U(1)Y , sous la forme
1
Λ2
bµν
〈
Φ τ 3 Φ†W µν
〉
. (1.121)
En jauge unitaire et en utilisant la diagonalisation des champs (1.37-1.38) ainsi que la d  compo-
sition alternative (B.14), on voit que ce terme donne une contribution  la combinaison (B.24)
des fonctions  deux points, c’est-  -dire au param
 
tre S. Une contribution au param
 
tre T serait
donn  e par l’op  rateur suivant, qui viole la sym  trie custodiale (le lien entre cet op  rateur et le
param
 
tre T se comprend  l’aide de la relation (B.26) et en utilisant la jauge unitaire)
1
Λ2
〈
τ 3 Φ†DµΦ
〉〈
τ3 Φ†DµΦ
〉
. (1.122)
De nouveau, nous constatons qu’une sym  trie accidentelle des termes renormalisables que l’on
 crit avec les champs du SM, n’est plus v rifi  e d
 
s que l’on introduit des op  rateurs irrelevants :
la sym trie custodiale, qui  tait  galement viol  e par l’op  rateur (1.119).
Parmi les autres op  rateurs de dimension six possibles [BW86, SCW98], on trouve notamment
1
Λ2
χfL γ
µΦ (DµΦ)
† χfL , (1.123)
1
Λ2
χfR γµΦ† (DµΦ) χfR . (1.124)
En jauge unitaire, ces termes correspondent  des couplages des bosons vecteurs aux fermions. Les
constantes apparaissant devant ces op  rateurs peuvent  tre arbitraires, et d  pendent a priori du
fermion consid  r , et en particulier de la g  n ration, puisque les termes ci-dessus sont invariants
de jauge ind  pendamment pour chaque doublet, tandis que les couplages introduits simultan  ment
aux termes cin  tiques  taient tous fix  s par l’invariance de jauge une fois que le terme cin  tique
 tait correctement normalis . Ces nouveaux op  rateurs de dimension six introduisent donc des
corrections  l’universalit  des couplages, comme nous l’avions annonc   la section 1.1.3. Ils
engendreront  galement des processus violant la saveur,  tant donn que les deux doublets peuvent
porter des indices de g  n  ration diff  rents.
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L’id  e n’est pas ici de donner une liste compl
 
te des op  rateurs de dimension six que l’on peut
construire  l’aide des champs du SM, ce qui a d  j   t  fait [BW86], mais d’en mentionner certains
dont nous rencontrerons les analogues dans le cas sans Higgs, et qui poseront donc des probl
 
mes
ph  nom  nologiques. En effet, de tels op  rateurs sont supprim  s par une  chelle dans le cas du SM,
et donc irrelevants  basse  nergie. En revanche, ils ne seront pas supprim  s dans le comptage de
puissance appropri  pour une th  orie effective non-d  couplante. Ils ne seront pas non plus divis  s
par une  chelle. On comprend que le statut de ces op  rateurs soit diff  rent dans le cas sans Higgs,
puisque la matrice Φ de dimension physique unit  sera remplac  e par une matrice unitaire Σ†. On
se doit alors d’expliquer leur suppression  l’aide d’une sym  trie, ce que nous ferons au chapitre 5.
Il existe  galement des op  rateurs irrelevants , n’impliquant pas le doublet de Higgs: on peut
ainsi construire des op  rateurs  quatre fermions. Le statut de tels op  rateurs n’est pas diff rent
dans le cas sans Higgs: la m  me division par une  chelle que dans le cas du SM est pr  sente et la
difficult  n’est donc pas n  cessairement plus aigu   que dans le cas du SM. D’une fa  on g  n rale,
de tels termes auraient un effet sur la structure en g  n  ration des fermions, probl
 
me que nous
n’aborderons pas ici.
1.6.3 Hi   rarchie et naturalit  
Nous avons pr  sent   la section 1.5 une br
 
ve revue des nombreux succ
 
s non-triviaux du SM.
Comparativement, les difficult  s li  es au SM sont peu nombreuses: elles consistent en de nouvelles
questions soulev es par le mod
 
le, auxquelles celui-ci ne r pond pas. Ces difficult  s sont de nature
th orique, et sont une manifestation du fait que le SM n’est pas la th  orie ultime qui doit expliquer
tous les ph  nom
 
nes connus en terme d’un nombre restreint de param
 
tres, mais n  cessite qu’une
autre th  orie,  ventuellement plus proche de ces objectifs, prenne le relais au-del  d’une certaine
 chelle.
1.6.3.1 Divergences quadratiques  la masse du Higgs
Parmi les nombreux param
 
tres introduits aux sections 1.1, 1.3 et 1.4, il reste une combinaison qui
n’est observable directement que dans le secteur de Higgs, tandis que les autres on des effets pour
des processus impliquant les bosons vecteurs et les fermions d  j  observ s aupr
 
s des acc  l rateurs.
En particulier, tous les couplages de Yukawa donnent les masses des fermions, et les matrices de
m  langes sont test  es dans des processus n’impliquant pas le boson de Higgs. Egalement, la valeur
moyenne dans le vide v du champ de Higgs est directement reli  e  la constante de Fermi par
(1.88). En revanche, le param
 
tre libre restant λ n’intervient que dans le potentiel de Higgs: en
particulier, la masse du boson de Higgs est donn  e en fonction de λ et v par (1.94). Le point est
que cette masse n’a pas  t  mesur  e  ce jour, pour la simple raison que le boson de Higgs n’a pas
 t  observ . En revanche, cette constante intervient dans les corrections radiatives  de nombreuses
observables. Les autres param
 
tres  tant connus (hormis la masse du quark top qui souffre encore
d’incertitudes relativement importantes), on peut donc donner des limites sur cette masse, voir
figure 1.2. Cette fa  on de faire a un inconv nient  vident: elle exclut d’office toute analyse en terme
de mod
 
le sans Higgs. Un des objectifs  long terme de la LEET pour le secteur  lectrofaible,
dans laquelle s’inscrit cette th
 
se, est pr cis ment de permettre une param  trisation des m  mes
observables dans le cas sans Higgs, et d’en obtenir une information sur les mod
 
les possibles.
Dans cette section nous pr cisons une difficult  th  orique du m  canisme de Higgs  l  mentaire,
c’est-  -dire tel qu’il est r  alis dans le SM. Cette difficult  a historiquement incit   rechercher
une alternative au m  canisme de Higgs  l  mentaire. Le point important est que les scalaires
 l  mentaires ne sont pas naturels au sens de ’t Hooft [tH79a], tandis que les th  ories de jauge
asymptotiquement libres peuvent naturellement g  n  rer une grande hi  rarchie. En effet, du point
de vue th orique, il para  t souhaitable que les propri  t  s observables de la th  orie soient sta-
bles vis- -vis de petites variations des param
 
tres. C’est l  l’id  e de naturalit  , qui  nonce que les
seuls param
 
tres petits acceptables sont ceux r  sultant en un accroissement de sym  trie lorsqu’ils
sont pos  s  gaux  z ro (ou de fa  on plus g  n rale, toute relation approximative entre para-
m
 
tres doit  tre li e  un tel accroissement de sym  trie).
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Pour discuter ces id  es dans le cas du SM, nous nous int  ressons aux divergences  une boucle,
et plus particuli
 
rement  celles qui affectent la masse du Higgs. Comme la limite mH
  0
ne correspond pas  un accroissement de sym  trie, les diff  rentes contributions des boucles ne
contiennent pas une puissance de masse en facteur, comme ce serait le cas pour un fermion. Si
l’on tient compte des dimensions physiques, on s’aper  oit que la renormalisation de la masse peut
donc pr  senter des divergences quadratiques, si l’on n’utilise pas la r  gularisation dimensionnelle.
Ce probl
 
me est bien connu et constitue l’obstacle principal  l’utilisation d’un scalaire  l mentaire
dans une th  orie naturelle [tH79a]. Dans le cas du SM, on trouve des contributions dues aux
boucles des bosons vecteurs massifs, ainsi qu’  celles de fermions, pour lesquels nous n’incluons
que la contribution du quark top, qui est dominante du fait de sa masse  lev e mt
δmH
2
∣∣
quad
=
3 Λ2
8   2 v2
(
2MW
2 +MZ
2 +mH
2 − 4mt2
)
. (1.125)
L’id  e est la suivante: si l’on consid
 
re le SM comme une th  orie effective, on voit que la masse
carr e du Higgs est quadratiquement sensible  l’  chelle Λ  laquelle on coupe les int  grales de bou-
cles, et qui est suppos  e  tre celle de la nouvelle physique. Bien s   r, les int  grales exactes devraient
couvrir toutes les valeurs des impulsions jusqu’  l’infini, en incluant les particules nouvelles encore
inconnues  ce jour 18. Cependant, la formule (1.125) indique  quel degr  la valeur de la masse
du Higgs d  pend de l’  chelle de la nouvelle physique. D’un point de vue strictement technique, on
peut demander que la masse nue m0 soit choisie pour avoir
mH
2 = m0
2 + δmH
2 . 250 GeV , (1.126)
mais alors, si m0
2 n’  tait pas exactement ajust  , on retrouverait imm  diatement une valeur pour la
masse physique mH
2 qui serait de l’ordre de δmH
2 . Autrement dit, d
 
s que l’  chelle de la nouvelle
physique d  passe [KM00]
Λnat ∼ 4   v , (1.127)
les corrections radiatives  la masse du Higgs sont plus importantes que la masse elle-m  me, et que
l’  chelle  lectrofaible. Une mani
 
re d’ viter la conclusion que la nouvelle physique doive intervenir
 l’ordre du TeV serait que la condition de Veltman [Vel81]
mH
2 ' 4mt2− 2MW2 −MZ2 , (1.128)
soit approximativement v rifi  e, auquel cas on doit s’int  resser aux corrections  deux boucles. Le
r sultat d’une analyse d  taill  e est que la sensibilit   Λ est effectivement r duite lorsque la relation
(1.128) est satisfaite [KM00]. La nouvelle physique peut donc  ventuellement appara  tre  une
 chelle plus haute. Notons qu’avec les valeurs exp  rimentales des masses entrant dans le membre de
droite de la condition de Veltman (1.128), c’est-  -dire pour que le SM ait une chance d’  tre valable
jusqu’  des  nergies plus grandes que le TeV, on s’attendrait  trouver, avec mt= 174.3± 5.1 GeV
[KM00]
195 GeV < mH < 215 GeV . (1.129)
Nous ne discutons pas les contraintes de trivialit  ni de stabilit  , qui se trouvent  tre moins
restrictives que les pr c  dentes [KM00].
1.6.3.2 Protection du Higgs  l mentaire
Il existe  ce jour deux id  es viables pour rem  dier  cette difficult  th  orique tout en conservant
le m  canisme de Higgs  l  mentaire et le boson de Higgs physique l  ger qui d  crivent si bien les
exp  riences, comme nous l’avons vu  la section 1.5.
18. On peut aussi effectuer une renormalisation, puis envoyer le r  gulateur ultraviolet Λ (cut-off ) vers l’infini
afin d’obtenir la pr  diction du SM seul: la renormalisation sert alors  fixer la valeur des fonctions de Green pour
une impulsion donn  e. Cette valeur devrait id  alement  tre fournie par une th  orie plus fondamentale, mais la
d  pendance en impulsion de toutes les fonctions est uniquement donn  e par le SM lui-m  me. Dans cette vision, on
peut aussi bien utiliser la r  gularisation dimensionnelle, dans laquelle les divergences quadratiques sont  limin  es
d  s le d  but.
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La premi
 
re id  e est d’utiliser une sym  trie entre bosons et fermions, qui relie les couplages des
uns  ceux des autres, et en particulier leurs masses. Le formalisme correspondant, la supersym  -
trie, correspond  une extension du groupe de Poincar . Puisque la masse des fermions est prot  g e
de recevoir des corrections radiatives grandes par la sym  trie chirale, elle peut  tre naturellement
petite devant l’  chelle de la physique nouvelle au-del  des particules supersym  triques. Pour les
applications au secteur  lectrofaible [HK85], on remarque que le spectre des particules connues ne
pr sente pas de d  g n  rescence de masse entre fermions et bosons, ce qui signifie que la supersym  -
trie est bris  e. L’approche utilis  e en pratique est la suivante: on admet dans le lagrangien tous les
termes brisant la supersym  trie de fa  on douce, c’est-  -dire ne r  introduisant pas de divergences
quadratiques. On construit donc un lagrangien effectif, avec quantit  de param
 
tres repr sentant
notre ignorance du m  canisme de brisure de supersym  trie. La supersym  trie  tant bris  e, le pro-
bl
 
me des corrections radiatives  la masse du Higgs r appara  t dans une certaine mesure, puisque
les particules (super-partenaires) responsable des compensations entre divergences quadratiques
sont plus lourdes que les particules d  j  connues. Leurs masses correspondent alors  l’  chelle Λ de
la nouvelle physique du point de vue du SM, dont les mod
 
les supersym  triques ph nom  nologiques
sont une extension. On comprend donc que ces super-partenaires des particules connues soient
attendus avec des masses d’ordre le TeV, ou inf  rieures. La nouveaut  est que, lorsque l’on inclut ces
super-partenaires, la sensibilit  quadratique  l’  chelle de la nouvelle physique au-del  de quelques
TeV dispara  t: le mod
 
le peut donc en principe  tre valable jusqu’  une  chelle arbitraire, tout en
restant naturel. On a ainsi r  solu le probl
 
me de hi  rarchie du point de vue technique: il reste 
expliquer comment les diff  rentes  chelles sont g  n  r  es.
Toutes les extensions supersym  triques du SM n  cessitent l’introduction d’au moins deux dou-
blets complexes de Higgs, conduisant  cinq (ou plus) particules scalaires physiques dans le spectre.
Une autre particularit  de ces mod
 
les est que le boson de Higgs est l  ger (ce qui  tait apr
 
s tout
le but initial). Quantitativement, les analyses  l’ordre de deux boucles donnent pour le boson de
Higgs neutre et pair sous CP le plus l  ger [DHH+03]
mH
2 . 135 GeV . (1.130)
Une autre possibilit  pour prot  ger la masse du boson de Higgs est d’en faire un PGB: on
se place ainsi d
 
s le d but dans le cadre d’une th  orie effective, cette fois-ci non-d  couplante.
Le doublet complexe est dans ce cas issu d’un multiplet plus grand de GBs. La sym  trie glo-
bale correspondante, qui prot
 
ge la masse du Higgs, est bris  e explicitement par les interactions
de jauge. Ces interactions de jauge doivent elle-m  mes  tre introduites d’une fa  on bien pr cise
pour ne pas g  n  rer  nouveau des corrections trop importantes  la masse du Higgs. C’est sur
ce dernier point qu’  eu lieu le progr
 
s r cent, d’abord dans le cadre de mod
 
les moose ou de
  d  construction dimensionnelle  (dimensional deconstruction) [AHCG01a, CHPW01, AHCG01b,
AHCGW02, AH+02]. Dans ce cas, la protection des PGBs peut se comprendre en termes de la
localit  dans la cinqui
 
me dimension ou bien, comme nous le verrons  l’annexe H.5.3 [HS04b], de
r
 
gles de somme du type de celles de Weinberg [Wei67b], comme c’est le cas pour les corrections
 lectromagn  tiques  la masse du pion en QCD [DGM+67, EGPdR89, Mou97]. Une g n  ralisation,
nomm  e little Higgs , ne reposant pas n  cessairement sur des diagrammes moose a ensuite  t 
exploit  e [AHCKN02]. La confrontation avec les tests de pr  cision n’a pas encore  t  effectu e au
m  me niveau que pour les mod
 
les supersym  triques, mais des comparaisons ph  nom  nologiques
apparaissent r  guli
 
rement qui vont dans ce sens [CHK+03a, HLMW03, KS03, CW03, CHK+03b,
CD03, CDO03]. Dans ces mod
 
les, les divergences quadratiques sont compens  es par d’autres
particules de la m  me statistique, contrairement au cas de la supersym  trie. Une autre diff rence
profonde est que l’  chelle de la nouvelle physique ne peut  tre repouss  e que par un facteur
de boucle, c’est-  -dire vers quelques dizaines de TeV. Notons que les mod
 
les pr sent  s dans la
litt  rature ne suivent pas toujours la logique des th  ories effectives, puisqu’un choix particulier des
termes est fait, qui implique des hypoth
 
ses sur la th  orie sous-jacente. En revanche, une premi
 
re
investigation du processus de renormalisation tel qu’il serait fait dans le cadre des th  ories effectives
 la Weinberg discut  es au chapitre 2, est parue r  cemment [KNP04].
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1.7 Mod
 
les sans particule de Higgs physique
Apr
 
s avoir expos  les difficult s qui se posent lorsqu’une th  orie contient des champs scalaires
 l  mentaires, comme par exemple le boson de Higgs, nous pr  sentons les id  es qui ont historique-
ment men   l’  laboration du premier mod
 
le sans Higgs. Nous mentionnons aussi les difficult  s
ph  nom  nologiques que rencontre ce mod
 
le.
Notre objectif dans cette th
 
se est la formulation d’une th  orie effective sans Higgs, par oppo-
sition  un mod
 
le. Deux constatations nous poussent  adopter cette approche: les seuls mod
 
les
explicites bien ma  tris s du point de vue th  orique semblent exclus exp  rimentalement [HT90,
PT92, PDG], ce qui incite  se tourner vers d’autres mod
 
les, de fa  on plus g  n  rale si possible.
D’autre part, les mod
 
les sans Higgs sont g n  ralement en interactions fortes  partir d’une  chelle
Λ, et donc les calculs perturbatifs dans cette r  gion sont proscrits. Le cas d’  cole de ce type est la
QCD  basse  nergie (sur laquelle est d’ailleurs bas  le mod
 
le original de la technicouleur), pour
laquelle le succ
 
s de l’approche de th  orie effective n’est plus  d montrer.
Notons une diff rence importante dans notre cas: nous ignorons la th  orie sous-jacente, et
sommes donc incapables de donner des estimations pour les constantes de basse  nergie apparais-
sant dans le lagrangien effectif, en dehors du mod
 
le de technicouleur minimal et de la limite de
Higgs lourd. Ces deux mod
 
les ne constituent cependant que deux cas particuliers de mod
 
les qui
peuvent  tre trait  s par l’approche des LEETs: celle-ci ne se r  duit pas  la limite de Higgs lourd.
R  cemment, de nouveaux sc  narios pour la brisure  lectrofaible sans Higgs sont apparues
[CGPT03], faisant appel  une dimension suppl  mentaire et un sc  nario de type Randall-Sun-
drum [RS99]. Un des espoirs est que ces mod
 
les se pr  tent  un d  veloppement perturbatif
classique [CGM+03, BPR03] jusqu’  une  chelle Λ sensiblement plus grande que la valeur habi-
tuelle de quelques TeV. Leur statut vis-  -vis des tests de pr  cision n’est cependant pas encore
clair [BPR03, CCGT04]. Nous aurons l’occasion de discuter ces mod
 
les, en particulier en con-
nexion avec leur relation  la QCD dans la limite de grand nombre de couleurs, et  la technicouleur
[SS03, CNP03, BPR03] aux chapitres 4 et 5.
Nous d  crivons bri
 
vement les caract  ristiques principales des mod
 
les de technicouleur, nous
limitant aux aspect utiles  la suite de notre propos. Pour plus de d  tails, voir [Chi98, Hab01,
Lan02b, HS03].
1.7.1 Libert   asymptotique et naturalit  
La motivation originale pour introduire un secteur de brisure  lectrofaible bas  sur des interactions
de jauge entre des fermions (appel  s techni-fermions par opposition aux fermions exp  rimenta-
lement observ s) est la suivante: il se trouve que les th  ories de jauge asymptotiquement libres
permettent d’obtenir une hi  rarchie importante de fa  on naturelle entre l’  chelle de la physique
consid  r  e et celle de la nouvelle physique [Sus79]. En effet, dans les th  ories asymptotiquement
libres, l’  volution du couplage de jauge g lors d’un changement d’  chelle de renormalisation µ est
donn  e par
µ
d g
dµ
= − b g3 +O(g5) , (1.131)
avec l’in  galit  cruciale responsable de la libert  asymptotique [GW73b, Pol73, GW73a]
b > 0 , (1.132)
responsable du fait que la constante de couplage cro  t lorsque l’  chelle µ est envoy e vers le domaine
infrarouge. D’apr
 
s notre compr  hension actuelle, de telles th  ories vont ainsi g  n  rer des masses
de l’ordre de l’  chelle ΛIR  laquelle le couplage g diverge, comme c’est le cas en QCD. D  finissant
g0  l’  chelle Λ
g2(Λ) = g0
2 , (1.133)
l’  quation diff  rentielle approch  e (1.131) donne en premi
 
re estimation
ΛIR
Λ
∼ e−
1
2bg0
2
. (1.134)
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Prenant le cas d’une th  orie de Yang-Mills SU(3) pure, on a b=11/
(
16   2
)
, ce qui permet d’obtenir
avec g0
2∼0.2, c’est-  -dire sans ajustement tr   s fin, une hi rarchie de l’ordre de 10−19 entre l’  chelle
de Planck MPl' 1019 GeV et la masse du proton. De plus, la hi  rarchie
ΛIR  Λ , (1.135)
est pr serv e si l’on consid
 
re des petites variations de la constante g0, tandis que nous avons vu
auparavant que, si l’on demandait mH
2 Λ2, alors mH2 devenait tr   s sensible  la valeur de m02.
1.7.2 L’exemple de la QCD
La question est  pr sent de savoir comment une telle th  orie peut donner leurs masses aux W±
et Z0. Pour comprendre ceci, nous consid  rons le cas de la QCD avec deux saveurs de fermions de
masses nulles. Le lagrangien de la th  orie de Yang-Mills est
L = − 1
2
〈GµνGµν 〉+ i
∑
q=u,d
q γµDµq , (1.136)
o

la d  riv e covariante agit de fa  on vectorielle dans l’espace de couleur (notons qu’  ce stade nous
ne consid  rons pas les interactions faibles, qui peuvent  tre introduites comme des perturbations)
Dµq = Dµ
 qrqg
qb
 = (∂µ− i gs Gµ )
 qrqg
qb
 . (1.137)
On voit que le lagrangien est invariant sous des transformations globales formant un groupe
SU(2)L×SU(2)R×U(1)V qui agit dans l’espace des saveurs, distinguant entre les deux chiralit  s
ΨL =
(
uL
dL
)

e
−iα0
2 VLΨL , (1.138)
ΨR =
(
uR
dR
)

e
−iα0
2 VRΨR , (1.139)
avec (VL, VR) ∈ SU(2)L× SU(2)R et α0 une phase agissant simultan  ment sur les deux chiralit  s.
Rappelons le sort de la sym  trie U(1)A: bien que le lagrangien (1.136) soit invariant sous les
transformations
ΨL  e
i
β0
2 ΨL , (1.140)
ΨR  e
−iβ0
2 ΨR , (1.141)
cette sym  trie n’est plus valable au niveau quantique. En effet, le courant de Noether associ  n’est
pas conserv
∂µ
{
Ψ γµ γ5 Ψ
}
=
3
16   2
g2 εµνρσ 〈GµνGρσ〉 . (1.142)
Les courants vectoriels et axiaux donn  s par les expressions
JVµ
0 = Ψ γµ
1
2
Ψ , (1.143)
JVµ
a = Ψ γµ
τa
2
Ψ , (1.144)
JAµ
a = Ψ γµ γ5
τa
2
Ψ , (1.145)
sont, quant  eux, conserv s
∂µJV
0µ = 0, (1.146)
∂µJV
aµ = 0, (1.147)
∂µJA
aµ = 0. (1.148)
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En QCD avec deux saveurs de masse nulle, la sym  trie chirale SU(2)L×SU(2)R×U(1)V est bris e
vers son sous-groupe vectoriel, du fait du vide choisi par la th  orie. Le vide n’est donc pas invariant
sous les transformations g  n r es par les charges axiales, et le spectre contient donc trois GBs qui
se couplent aux courants axiaux (pour plus de d  tails, voir section 2.1.1)〈
0|Aµa(0)|pib(p)
〉
= i δab f0 pµ . (1.149)
Ceci est  comparer avec (1.60) qui concernait le cas ab  lien, et permettra donc de donner des
masses  trois bosons vecteurs gr  ce au m  canisme de Higgs,  tendant l’id  e de la section 1.3.1 au
cas non-ab  lien. Notons que, du fait de la sym  trie vectorielle restante SU(2)L+R, les trois GBs
sont coupl  s au vide via une constante de d  sint  gration unique f0: ils forment un triplet.
La d monstration th  orique que cette brisure de sym  trie a lieu ne s’applique que dans le cas
de trois saveurs ou plus [tH79a, CG82, FSBY81]. Malgr cela, la ph  nom  nologie hadronique
confirme bien que cela reste vrai dans le cas de deux saveurs (y compris avec des masses de quarks
non-nulles, ce qui n’est pas notre propos). Notons par ailleurs qu’une autre cons  quence de la
dynamique non-perturbative de la QCD  basse  nergie est notre incapacit   calculer la constante
de d  sint  gration f0  partir de l’  chelle ΛIR  laquelle le couplage de jauge diverge.
1.7.3 Technicouleur: id   e g   n   rale
A partir de la description pr  c dente, on obtient une r alisation du m  canisme de Higgs sans
scalaires fondamentaux [JJ73, Wei73c, CN73, Wei79a, Sus79]. Nous avons introduit ci-dessus la
sym  trie chirale de la QCD dans la limite o

les quarks u et d sont sans masse. Si l’on consid
 
re
maintenant leurs interactions  lectrofaibles, on constate que les charges sous SU(2)w × U(1)Y
rassembl es au tableaux 1.1 et 1.2 (pages 21 et 22) impliquent les interactions suivantes entre les
courants de Noether introduits en (1.143-1.145) et les bosons de jauge
Lint = g
2
(Vµ
a−Aµa)W aµ+ g
′
2
(
1
3
Vµ
0 +Vµ
3 +Aµ
3
)
bµ , (1.150)
si bien que l’on trouve, en utilisant le couplage des GBs aux courants axiaux (1.149) et le raisonne-
ment de la section 1.3.1, la m  me matrice de masse (1.92) que dans le cas du m  canisme de Higgs
 l  mentaire, except  que la valeur dans le vide v du champ de Higgs est remplac  e par la constante
de d  sint gration f0 des pions. La diagonalisation du terme de masse est strictement identique 
celle du SM, donn  e  la section 1.2.1.1. Cependant, l’ chelle de masse n’est pas du tout la m  me
puisque l’on a
MW
2 =
g2
4
f0
2 , (1.151)
MZ
2 =
g2 + g ′2
4
f0
2 , (1.152)
avec
f0 ' 93 MeV . (1.153)
Puisque l’  chelle de masse n’est pas la bonne, on doit imaginer une version donnant la bonne  chelle
f ' 246 GeV , (1.154)
et  ventuellement bas  e sur un groupe de jauge SU(NTC) au lieu de SU(3). Un tel mod
 
le per-
mettrait d’obtenir les bonnes valeurs num  riques pour les masses des bosons vecteurs, sans avoir
de bosons de Higgs restant dans le spectre: la brisure de la sym  trie chirale selon SU(2)L ×
SU(2)R × U(1)V   SU(2)L+R × U(1)V ne produit pas de scalaire restant dans le spectre, mais
uniquement les trois GBs qui disparaissent du spectre. Les autres particules composites produites
par la technicouleur auront des masses d’ordre ΛIR, comme d  j  mentionn  plus haut.
Une telle vision d’un secteur de brisure bas  sur un th  orie identique  la QCD, avec uniquement
une  chelle diff  rente semble cependant  tre exclue exp  rimentalement. Nous reviendrons sur ce
point  l’annexe C, apr
 
s avoir d  velopp  le formalisme des LEETs au chapitre 2. Nous donnerons
de plus au chapitre 6 un argument th  orique qui exclut certains mod
 
les de type technicouleur
comme mod
 
le possible d’EWSB sans Higgs, en fonction de la pr  sence d’anomalies. La difficult 
est alors de savoir si les estimations tir  es de l’analogie avec la QCD (qui sont  la base de l’exclusion
exp  rimentale de ces mod
 
les) sont encore valables pour les mod
 
les non-anomaux.
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Notons que, historiquement, la technicouleur n’a pas  t  exclue aussi rapidement, si bien que le
mod
 
le a  t  d velopp  plus avant afin de prendre en compte le secteur fermionique: on a besoin
pour cela de consid  rer la technicouleur  tendue [DS79, EL80]. Celle-ci permet de rendre compte
des masses des fermions en introduisant des interactions de jauge entre les fermions usuels et les
techni-fermions. La difficult  est que ceci introduit en g  n  ral des FCNCs  un niveau inacceptable.
Ces difficult  s ont conduit  l’  laboration d’autres mod
 
les, que nous ne d  crirons pas: l’id  e de
walking technicolor [Hol81, Hol85, AKW86, AW87], ainsi que celle de technicouleur assist  e par
topcolor [Hil95]. Remarquons que dans ces deux derniers cas, l’argument permettant d’exclure la
technicouleur simple ne s’applique pas 19.
Etant donn  que le sujet de cette th
 
se est la construction d’une th  orie effective et non de
mod
 
les sp  cifiques, nous arr tons ici cette discussion.
1.8 R
 
sum
 
La logique qui pr side  la construction du SM est celle de renormalisabilit  . Dans le cas des
bosons vecteurs, ceci entra  ne l’utilisation du principe d’invariance sous les transformations de
jauge locales. Ce principe d’invariance repr  sente la seule fa  on connue de restreindre les termes
permis afin de r  aliser l’objectif de renormalisabilit  . Un des  cueils est que la th  orie de jauge
semble interdire les masses des bosons vecteurs (et celle des fermions chiraux). Ceci est en conflit
flagrant avec l’exp  rience. Il existe un moyen de r  soudre ce paradoxe,  l’aide du m  canisme de
Higgs  l  mentaire: un doublet scalaire complexe est introduit dans la th  orie, avec des propri  t  s
de transformation appropri  es et un potentiel bien choisi. En particulier, le signe de la masse
carr e doit  tre n gatif. Ceci a pour cons  quence que la configuration dans laquelle les champs
sont nuls n’est alors plus l’  tat fondamental de la th  orie. L’  tat fondamental s  lectionn  , lui, n’est
pas invariant sous la sym  trie. Le lagrangien, lui, poss
 
de bien cette invariance, ce qui garantit
sa renormalisabilit  . On dit parfois que la sym  trie est spontan  ment bris  e. Le m  canisme de
Higgs r sulte en la disparition des GBs correspondant  cette brisure, au profit des polarisations
longitudinales des trois bosons vecteurs W± et Z0, lesquels acqui
 
rent donc une masse. Il reste
dans le spectre une particule scalaire neutre avec une masse libre: le boson de Higgs.
Il est  noter que le m  canisme de Higgs  l mentaire permet  galement de donner des masses
ind  pendantes  chacun des fermions. Le couplage du boson de Higgs  ces fermions est propor-
tionnel  ces masses. Le SM permet de rendre compte d’un nombre impressionnant d’exp  riences.
En effet, nous avons vu que les interactions de courants charg  s introduisaient la violation de saveur
pour les quarks, tandis que la saveur  tait conserv e avec un grand degr  de pr cision dans les
interactions de courants neutres, et que les exp  riences n’avaient jusqu’  pr sent pas d  cel de failles
dans la description de ces ph  nom
 
nes par le SM. De m  me, la violation de CP observ e dans les
exp  riences semble  tre bien expliqu  e par l’unique phase apparaissant dans la matrice CKM.
Le SM ne permet cependant pas d’expliquer tous les ph  nom
 
nes connus, mais n  cessiterait
pour cela d’  tre  tendu. On a mentionn  la question de l’asym  trie baryonique, pour laquelle la
violation de CP pr  sente dans le SM est insuffisante. Par ailleurs, l’existence de faibles masses
pour les neutrinos, bien qu’elles puissent  tre accommod  es avec une extension b  nigne du SM,
semblent montrer qu’il existe une  chelle de masse plusieurs ordres de grandeurs au-dessus de
l’  chelle  lectrofaible. On conna  t  galement une autre  chelle: la masse de Planck,  partir de
laquelle les effets de la gravitation vont se faire sentir au niveau quantique.
La pr  sence d’ chelles de masse au-del  du SM implique que ce dernier est une th  orie effective,
qui doit  tre compl  t e  haute  nergie. Le probl
 
me de hi rarchie se pose alors: comment l’  chelle
 lectrofaible, en particulier la masse du boson de Higgs, peut elle  tre stabilis  e vis-  -vis des
corrections radiatives qui ont tendance  l’amener vers l’  chelle de la nouvelle physique?
19. Par exemple, le mod  le de walking technicolor se comporte, de par sa d  finition m  me, diff  remment de la
QCD. On ne peut donc se servir de nos connaissances sur cette derni  re pour  valuer les observables en walking
technicolor .
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Une r ponse possible  laquelle nous nous int  ressons ici consiste  se d  barrasser du boson de
Higgs. Dans ce cas, le probl
 
me de la naturalit  du scalaire dispara  t compl
 
tement. Cette id  e
a originellement  t  introduite sous une forme analogue  ce qui se passe en QCD: la hi  rarchie
entre l’  chelle  lectrofaible et celle d’une th  orie plus fondamentale est alors naturellement produite
par l’  volution d’un couplage de Yang-Mills qui diverge  l’ chelle  lectrofaible. Le mod
 
le de
technicouleur minimal semble cependant exp  rimentalement exclu par les mesures de pr  cision
 lectrofaibles. Nous nous orientons donc vers une approche effective bas  e sur les sym  tries connues
ou bien suppos  es de la th  orie sous-jacente. Les principes qui r gissent la construction d’une telle
th orie effective sont le sujet du chapitre 2.
1.8 R

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Chapitre 2
Th   ories effectives non-d   couplantes
Ind pendamment des id  es th oriques mentionn  es au chapitre pr  c  dent, il para  t souhaitable
d’  tudier le cas o

le m  canisme de Higgs n’est pas r  alis  l’aide d’un scalaire  l  mentaire, pour
la simple raison que nous ne sommes pas capables,  l’heure actuelle, d’exclure un tel sc  nario 
partir des exp  riences. En effet, la possibilit  de comparer les mod
 
les sans particule de Higgs aux
r sultats exp  rimentaux fait toujours d  faut. On souhaite d  crire une telle situation dans le cadre
d’une th orie effective, avec l’id  e de param  trer les exp  riences dans le secteur  lectrofaible ind  -
pendamment du SM. Les premi
 
res tentatives en ce sens [PT90, PT92] utilisaient toujours comme
point de d  part le SM avec une r f  rence  une masse donn  e pour le boson de Higgs physique.
D’autres approches ont  galement  t  d velopp  es, cherchant  s’affranchir de cette r  f  rence au
SM [HT90, GR91, AB91, DEH91, EH92, BGK+94, NS00]: une approche coh  rente doit en effet
int  grer une proc  dure de renormalisation bien d  finie et propre  la th  orie alternative propos e
au lieu d’  tre formul e en tant que correction au SM [CGJZ00]. En particulier, on peut d  finir
les corrections obliques en termes d’observables [SCW98],  vitant ainsi les  cueils tels que la non-
invariance de jauge [PT92], ou bien, dans le cadre des th  ories effectives, le fait que diff  rentes bases
d’op  rateurs soient  quivalentes [NS00]. On cherche ainsi en particulier  avoir une interpr  tation
des mesures  lectrofaibles alternative  la param  trisation en termes de la masse du boson de Higgs,
d  crite  la section 1.5.3.1.
Nous nous proposons ici de formuler cette question dans le cadre des th  ories effectives telles
qu’elles ont  t  introduites par Weinberg [Wei79c]. Avant d’appliquer ces th  ories effectives au cas
 lectrofaible, nous nous attachons dans ce chapitre  d crire les principes de base qui r  gissent leur
application au domaine de la QCD  basse  nergie: la χPT [GL84, GL85], suivant [Kne96, DG00,
Sch02]. L’inclusion de champs dynamiques autres que les GBs est ensuite d  crite: champs vectoriels
en tant que champs de jauge, et  galement fermions chiraux. Nous pr  cisons le r   le et l’importance
de la formule de comptage de Weinberg pour la coh  rence du d  veloppement: le comptage de
puissances pour les diff  rents objets entrant dans le lagrangien effectif doit permettre d’obtenir
cette formule, qui garantit  son tour la validit  du d  veloppement de la LEET. La construction
du lagrangien effectif consiste alors en l’  criture de tous les op  rateurs invariants sous les sym  tries
du probl
 
mes, ordonn  s suivant le comptage de puissances. Les LECs apparaissant en facteur des
op  rateurs sont inconnues: leurs valeurs d  pendent de la th  orie sous-jacente.
Rappelons que, dans le cas de la χPT, les valeurs des LECs sont extraites des exp  riences de
physique hadronique, et sont donc caract  ristiques de la QCD. D’autres mod
 
les donneraient des
valeurs diff rentes pour ces LECs. Consid  rant l’exemple analytiquement calculable de la limite de
masse lourde du mod
 
le sigma-lin  aire, on obtient  l’ordre dominant le mod
 
le sigma non-lin  aire.
Poussant l’analyse au-del  de cet ordre dominant, on constaterait que ce mod
 
le particulier ne
reproduit pas les valeurs des LECs trouv es en χPT pour d  crire les interactions fortes [GL84,
GL85]: la LEET ne se r duit pas  ce mod
 
le particulier. De la m  me mani
 
re, la LEET pour le
secteur  lectrofaible sans boson de Higgs physique ne se r  duira pas au cas particulier du SM dans
la limite mH
  ∞.
2.1 La QCD
 
basse
 
nergie
Cette section discute les propri  t s de sym  trie de la QCD  deux saveurs de quarks de masse nulle,
et leurs premi
 
res cons  quences pour la physique  basse  nergie, dues au th  or
 
me de Goldstone.
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2.1.1 Sym   trie chirale
Nous avons d  j  introduit le lagrangien de la QCD en (1.136), ainsi que ses sym  tries (globales)
SU(2)L × SU(2)R ×U(1)B dans la limite chirale (masse de quarks nulles). On utilise la notation
suivante pour le doublet de quarks
Ψ =
(
u
d
)
, (2.1)
et ses deux projections de chiralit  d  finie
ΨL,R =
1∓ γ5
2
Ψ. (2.2)
La d  riv e covariante sous les transformations du groupe SU(3)c couple le champ des gluons Gµ
aux quarks selon
DµΨ = (∂µ− i gsGµ⊗   2×2) Ψ , (2.3)
et le lagrangien (1.136) prend la forme
L = − 1
2
〈Gµν Gµν〉+ i Ψ γµDµΨ. (2.4)
Nous avons  galement d  fini les courants de Noether (conserv s du fait des sym  tries) sous la combi-
naison vectorielle et axiale (1.143-1.145), qui permet d’identifier le couplage des pions aux courants
axiaux. Pour la suite, nous utiliserons plus fr  quemment les combinaisons lin  aires suivantes
JVµ
0 = Ψ γµ
1
2
Ψ , (2.5)
JR
aµ =
JV
aµ+ JA
aµ
2
= ΨR γ
µ τ
a
2
ΨR . (2.6)
JL
aµ =
JV
aµ− JAaµ
2
= ΨL γ
µ τ
a
2
ΨL , (2.7)
 galement conserv es dans la limite chirale
∂µJV
0µ = 0 , (2.8)
∂µJR
aµ = 0 , (2.9)
∂µJL
aµ = 0 . (2.10)
On peut  galement d finir les charges correspondantes, qui seront ind  pendantes du temps, en
vertu du th  or
 
me de Noether
QV
0 =
∫
dx  JV
00
(
t, x 
)
, (2.11)
QR
a =
∫
dx  JR
a0
(
t, x 
)
, (2.12)
QL
a =
∫
dx  JL
a0
(
t, x 
)
, (2.13)
pour reconna  tre les relations de commutation de l’alg
 
bre de SU(2)×SU(2)[
QR
a , QR
b
]
= i εabcQR
c , (2.14)[
QL
a , QL
b
]
= i εabcQL
c , (2.15)[
QR
a , QL
b
]
= 0 . (2.16)
Par souci de clart  , pr  cisons qu’en termes des charges vectorielles et axiales
QV
a = QR
a +QL
a , (2.17)
QA
a = QR
a −QLa , (2.18)
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on aura [
QV
a , QV
b
]
= i εabcQV
c , (2.19)[
QA
a , QA
b
]
= i εabcQV
c , (2.20)[
QV
a , QA
b
]
= i εabcQA
c . (2.21)
Dans le cas de la QCD, on sait que la sym  trie chirale est spontan  ment bris  e vers son sous-groupe
vectoriel, c’est-  -dire que le vide est annihil  par les charges vectorielles
QV
0 |0〉 = 0 , (2.22)
QV
a |0〉 = 0 , (2.23)
mais n’est pas invariant sous les transformations axiales
QA
a |0〉   0. (2.24)
Dans d’autre cas o

l’on ne conna  t pas le lagrangien en termes des champs fondamentaux, on sera
amen   supposer que cette brisure a lieu. Le principe de construction du lagrangien effectif est
identique dans ces diff  rents cas, puisqu’il est bas  sur les sym  tries, et ne fait pas entrer en jeu les
d  tails de la dynamique  haute  nergie de la th  orie sous-jacente. Les diff  rents mod
 
les (QCD,
technicouleur ou autre) se caract  riseront cependant par les valeurs des diff  rentes constantes
apparaissant en facteur des op  rateurs dans le lagrangien effectif. En revanche, les op  rateurs seront
les m  mes, puisqu’on doit inclure tous ceux qui sont permis par les sym  tries.
Le th  or
 
me de Goldstone [Nam60, NJL61a, NJL61b, Gol61, GSW62] nous dit que la th  orie
produit un mode scalaire de masse nulle par g  n  rateur de sym  trie qui ne laisse pas invariant le
vide. Explicitement, on a, comme d  j 9 crit en (1.149), trois GBs {pia|a= 1, 2, 3}〈
0|Aµa(0)|pib(p)
〉
= i δab f0 pµ . (2.25)
Rappelons que le fait d’avoir l’  quation (2.25) avec
f0
 
0 , (2.26)
est pr cis  ment  quivalent  l’affirmation que la sym  trie est bris  e spontan  ment: c’est l  un crit
 
re
n  cessaire et suffisant. En g  n  ral, on s’attend dans ce cas  trouver des param
 
tres d’ordre non-
nuls correspondants  cette brisure spontan  e. L’op  rateur de plus basse dimension que l’on puisse
imaginer et qui se transforme selon une repr  sentation du groupe chiral qui ne contienne pas la
repr sentation triviale dans sa d  composition est Ψ Ψ dans le cas de la QCD. Toujours en QCD,
il semble bien que le param
 
tre d’ordre correspondant soit non-nul〈
0
∣∣Ψ Ψ∣∣0〉   0 . (2.27)
En revanche, ceci n’est pas g  n ral: la brisure de sym  trie n’implique pas que tous les param
 
tres
d’ordre soient diff rents de z  ro.
Par contre, notons que si une th  orie pr  sente la brisure de sym  trie chirale, soit (2.26), alors
on conna  t imm diatement un param
 
tre d’ordre diff  rent de z  ro et qui se trouve  tre non-local.
Il s’agit de la fonction  deux points gauche-droite
δabΠµν(q) ≡ 4 i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣∣TJLµa (x) JRνb (0)∣∣∣0〉
= i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣∣T {JV µa(x) JV νb(0)− JAµa(x) JAνb(0)}∣∣∣0〉 . (2.28)
Sachant que les courants sont conserv s (2.6-2.7), on peut extraire la structure de Lorentz de cette
fonction  deux points selon
Πµν(q) =
(
qµ qν − ηµν q2
)
ΠLR
(− q2) . (2.29)
Etant donn  e le couplage des GBs aux courants axiaux (2.25), on reconna  t bien le fait que f0
correspond  la valeur d’un param
 
tre d’ordre
lim
Q2   +∞
Q2 ΠLR
(
Q2
)
= − f02 . (2.30)
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2.1.2 Id   es de bases de la th   orie effective
La QCD est une th  orie asymptotiquement libre  haute  nergie. A l’autre extr  mit  de l’  chelle
des  nergies, l’  volution via le groupe de renormalisation fait diverger le couplage de jauge. Ainsi,
en dessous d’une  chelle d’environ 1 GeV, la th  orie de perturbation devient inapplicable: quarks
et gluons ne sont plus des degr  s de libert  adapt  s. On entre dans le domaine non-perturbatif.
Pour rem  dier  cela, on peut consid  rer comme degr  s de libert  les  tats physiques l  gers: les
m  sons pseudo-scalaires pi. En particulier, nous venons de voir  la section 2.1.1 que, dans la limite
chirale, le spectre comportait trois  tats de masse nulle: les GBs. Ces  tats sont identifi  s aux
pions de la QCD. Puisqu’ils sont les seuls  tats prot  g s par la sym  trie chirale, on va pouvoir
b  tir une approximation de la physique  basse  nergie en consid  rant uniquement les trois GBs
comme degr  s de libert  dynamiques. Si l’on  tudie des processus mettant en jeu des  nergies
inf  rieures aux masses des r sonances les plus l  g
 
res, ces derni
 
res ne seront jamais produites dans
les  tats finaux. Dans ce domaine d’  nergie limit  , on peut donc construire une th  orie effective
ne comportant pas explicitement les  tats massifs.
L’id  e est qu’en construisant le lagrangien le plus g  n ral respectant les sym  tries de la th  orie,
on ne fait qu’  crire les interactions les plus g n  rales satisfaisant aux contraintes d’unitarit  , d’ana-
lyticit  , de la sym  trie de croisement ainsi qu’au cluster decomposition principle [Wei79c]. Nous
verrons  la section 2.3 que la th  orie effective correspondante prendra la forme d’une th  orie des
champs avec proc  dure de renormalisation, permettant d’am  liorer syst  matiquement la pr cision
en poussant les calculs  l’ordre suivant. L’ingr dient crucial permettant d’  laborer un tel d  ve-
loppement est le suivant: il s’agit du fait que les GBs interagissent faiblement  basse  nergie. Le
d  veloppement se fera donc en puissance des impulsions (c’est-  -dire, au niveau du lagrangien, en
puissance des d  riv es). Nous verrons plus tard (section 2.3.1.2) que ce d  veloppement est li  au
d  veloppement en boucles.
2.1.3 R   alisation non-lin   aire de la sym   trie et GBs
Pour le moment, nous cherchons   tablir les propri  t  s de transformation des champs de Goldstone
sous la sym  trie chirale, suivant [CWZ69, CCWZ69, Leu94, Sch02]. On part du fait que l’action
d’un groupe de sym  trie G sur le vecteur des champs Φ∈   3 (qui d crit les trois GBs) doit repro-
duire la loi de transformation du groupe: l’application ϕ de G×   3 vers   3 est un homomorphisme
pour G, soit
ϕ(g2, ϕ(g1,Φ)) = ϕ(g2 g1,Φ) , (2.31)
pour tout (g1, g2) ∈ G2. ϕ est une r  alisation de la sym  trie sur les champs, qui est a priori
non-lin  aire: on a, pour un scalaire λ g n  rique ϕ(g1, λ Φ)
 
λ ϕ(g1, Φ). Si H est le sous-groupe
laissant le vide (l’origine des champs Φ = 0) invariant, on peut montrer que l’action de ϕ doit
fournir une repr sentation de ce sous-groupe: dans ce cas, l’action est lin  aire en les champs
ϕ(h, λ Φ) = λ ϕ(h, Φ), pour tout h ∈ H (soit h tel que ϕ(h, 0) = ϕ(1, 0)). On peut de plus
 tablir un isomorphisme entre les champs de Goldstone et les  l  ments du quotient G/H , la classe
d’  quivalence de g1  tant d  finie par
g1H = {g1h|h∈H} . (2.32)
En effet,  chaque  l ment de G/H correspond une unique image dans   3, puisque
ϕ(g1h, 0) = ϕ(g1, 0) . (2.33)
R  ciproquement, si l’on a ϕ(g1, 0) = ϕ(g2, 0), alors g1 g2
−1∈H , et donc g1 et g2 appartiennent  la
m  me classe d’  quivalence
g1H = g2H . (2.34)
L’effet d’une transformation appartenant  G est donn  par (2.31). On peut  pr sent l’utiliser
dans le cas particulier Φ = 0 pour d  terminer la loi de transformation des champs de Goldstone,
puisque ces derniers sont identifi  s aux  l  ments de G/H .
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Appliquons ce traitement g  n  ral au cas de la brisure SU(2)L × SU(2)R   SU(2)L+R o

G={(L,R)|L∈SU(2),R∈SU(2)} et H ={(V , V )|V ∈SU(2)}. La classe d’  quivalence de g˜ =(L˜ ,
R˜
)
∈G est alors g˜ H =
{(
L˜ V , R˜ V
)∣∣∣V ∈SU(2)}. Si l’on choisit d’utiliser comme repr  sentant de
la classe d’  quivalence l’  l  ment g ′˜ pour lequel la matrice de droite  gale  l’unit , on  crira
g˜ H = g ′˜H , (2.35)
avec V = R˜†, ce qui donne
g ′˜ =
(
L˜ R˜†,
 
2×2
)
. (2.36)
Gr ce  l’isomorphisme pr c dent, on peut choisir de param  trer les GBs par la matrice Σ
Σ ≡ L˜ R˜† . (2.37)
On lit alors directement la loi de transformation de Σ ∈ SU(2) sous G, qui est celle que nous
utiliserons dans toute la suite
Σ

G
LΣR† , (2.38)
puisque, pour une transformation g= (L,R)∈SU(2)× SU(2), on a
g g˜ H = g g ′˜H = g ′H , (2.39)
avec
g ′ =
(
L
(
L˜ R˜†
)
R†,
 
2×2
)
. (2.40)
En conclusion, on pourra d  crire les champs de Goldstone par une matrice complexe Σ(x)∈SU(2).
La sym  trie SU(2)L× SU(2)R agit alors selon (2.38). On peut param  trer cette matrice selon
Σ = e
−ipia(x) τa
f0 , (2.41)
o

les trois champs r  els pia sont les champs de Goldstone et f0, qui sera identifi  e en (2.76) comme
 tant leur constante de d  sint  gration (seule constante de dimension physique  gale  un  notre
disposition  ce stade). L’adoption d’une autre d  finition est toujours possible, mais ne modifiera
pas la matrice S [CWZ69, CCWZ69].
Par ailleurs, on v rifie bien que le vide (Σ =
 
2×2) est effectivement invariant sous H , et que
les transformations des champs pia sont lin  aires sous H
pia τa

H
V (pia τa)V † . (2.42)
Pour construire le lagrangien effectif, on utilisera ces variables, et on devra respecter la sym  trie
SU(2)L×SU(2)R. Le formalisme de cette section est suffisant pour cela. Cependant, si l’on souhaite
d  crire les fonctions de Green des courants de sym  trie (2.5-2.7) de la th  orie, on doit introduire
en plus les sources correspondantes. Avant de d  crire la construction du lagrangien effectif, nous
faisons donc un d  tour par la fonctionnelle g  n ratrice de la QCD  deux saveurs de masse nulle.
2.2 Identit
 
s de Ward
Cette section pr sente une discussion des contraintes que doit satisfaire le lagrangien effectif pour
reproduire les relations d  riv es des propri  t  s de sym tries mentionn  es en 2.1.1. La discussion est
volontairement limit  e, dans le sens o

nous omettons la possibilit  d’avoir des anomalies modifiant
les identit s de Ward. Les anomalies seront trait  es en d tail au chapitre 6.
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2.2.1 Dans la th   orie fondamentale
Les identit  s de Ward expriment les sym  tries de la th  orie au niveau des fonctions de Green des
courants de Noether (2.5-2.7), impliquant des relations entre ces fonctions de Green. Pour extraire
ces derni
 
res, on ajoute des termes de sources au lagrangien de la QCD en d  finissant
LQCD+sources = L+ JLaµ(x)Lµa(x) + JRaµ(x)Rµa(x) +V 0µ(x) Bµ0(x) , (2.43)
o

les courants utilis  s sont ceux d  finis en (2.5-2.7), et les sept sources Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0 sont des objets
classiques. On d  finit la fonctionnelle g  n  ratrice Γ[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0] par
eiΓ[Lµ
a ,Rµ
a ,Bµ
0 ] =
∫
d[Gµa] d[Ψ] ei
∫
dxLQCD+sources . (2.44)
En prenant des d  riv es fonctionnelles par rapport aux sources, puis mettant les sources  z  ro, on
obtiendra les fonctions de Green connexes des courants de sym  trie de la QCD: par exemple
δ2 Γ[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0]
δLµ
a(x) δRν
b(0)
∣∣∣∣
Lµ
a=0,Rµ
a=0,Bµ
0 =0
= + i
〈
0
∣∣∣TJLaµ(x) JRbν(0)∣∣∣0〉 . (2.45)
A partir de l’expression de la fonctionnelle g  n  ratrice (2.44), on peut d  river les identit  s de Ward:
en consid rant une version locale des transformations de sym  trie des champs dynamiques [Col84],
on obtient ainsi en l’absence d’anomalies
0 = ∂µ
δΓ
[
Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0
]
δLµ
a(x)
+ εabcLµ
b (x)
δΓ
[
Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0
]
δLµ
c (x)
, (2.46)
0 = ∂µ
δΓ
[
Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0
]
δRµ
a(x)
+ εabcRµ
b (x)
δΓ
[
Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0
]
δRµ
c (x)
, (2.47)
0 = ∂µ
δΓ
[
Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0
]
δBµ
0 . (2.48)
De ces trois  quations, on peut obtenir les identit  s de Ward par application r  p  t  e de la d  riv e
fonctionnelle et en posant ensuite les sources  gales  z  ro.
On peut  galement interpr  ter les  quations (2.46-2.48) d’une autre mani
 
re: elles expriment le
fait que la fonctionnelle g  n  ratrice Γ[Lµ
a ,Rµ
a ,Bµ
0] est invariante si l’on applique les transformations
suivantes aux sources
Lµ(x)  L(x)Lµ(x)L(x)
†+ iL(x) ∂µL(x)
† , (2.49)
Rµ(x)  R(x)Rµ(x)R(x)
†+ iR(x) ∂µR(x)
†, (2.50)
Bµ
0(x)  Bµ
0(x)− ∂µα0(x) , (2.51)
o

les transformations L,R,α0 de SU(2)L×SU(2)R×U(1)V ont  t promues au rang de fonctions
de la variable x selon
L   L(x) , (2.52)
R   R(x) , (2.53)
α0   α0(x) . (2.54)
Ainsi, le fait de consid  rer les fonctions de Green des courants de Noether, et donc de travailler hors
de la couche de masse, nous a amen  s  consid  rer une version locale du groupe de transformation.
On trouve que les identit  s de Ward (non-anomales) sont  quivalentes au fait que la fonctionnelle
g  n  ratrice Γ[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0] soit invariante sous ces transformations locales 1.
1. On utilisera indiff  remment les expressions  invariance locale  et  invariance de jauge  . Lorsqu’il sera
n  cessaire de pr ciser que la connexion intervenant dans la d  riv e covariante est une variable d’int  gration, on
parlera de champs  dynamiques  .
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2.2.2 Dans la th   orie effective
On cherche  reproduire la fonctionnelle g  n  ratrice Γ[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0]  basse  nergie. La th  orie
effective proc
 
de donc en construisant un lagrangien effectif Leff d  pendant des sept sources Lµa ,Rµa ,
Bµ
0, ainsi que des degr s de libert   basse  nergie: les GBs, rassembl  s dans la matrice Σ (2.41).
On veut donc d  terminer les r
 
gles de construction de Leff
[
Σ, Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0
]
telle que
eiΓ[Lµ
a ,Rµ
a ,Bµ
0 ] =
∫
d[Σ] e
i
∫
dxLe↑
[
Σ,Lµ
a ,Rµ
a ,Bµ
0
]
, (2.55)
o

l’on utilise la mesure d’int  gration d[Σ] invariante sous les transformations (2.38).
Nous avons vu  la section 2.2.1 que la fonctionnelle g  n ratrice  tait invariante sous les trans-
formations locales (2.49-2.51). On requiert donc la m  me chose de sa repr  sentation  basse  nergie
(2.55). La r
 
gle de construction du lagrangien effectif est alors la suivante: le lagrangien effectif Leff
qui appara  t dans cette repr  sentation  basse  nergie doit lui-m  me  tre invariant sous les trans-
formations SU(2)L×SU(2)R×U(1)V locales des champs et des sources, que nous reproduisons ici
Σ(x)  Σt (x) = L(x) Σ(x)R(x)
†
, (2.56)
Lµ(x)  L
t
µ(x) = L(x)Lµ(x)L(x)
†+ iL(x) ∂µL(x)
† , (2.57)
Rµ(x)  R
t
µ(x) = R(x)Rµ(x)R(x)
†+ iR(x) ∂µR(x)
† , (2.58)
Bµ
0(x)  Bt µ
0(x) = Bµ
0(x)− ∂µα0(x) . (2.59)
Pour ce qui est du lagrangien effectif, nous consid  rerons par la suite toujours des transformations
locales, et nous omettons donc la d  pendance explicite en x d
 
s maintenant. De m  me, les champs
et les sources d  pendent toujours de x. On peut v rifier directement qu’un lagrangien effectif
invariant sous les transformations (2.56-2.59) produira bien une fonctionnelle g  n  ratrice invariante
sous (2.57-2.59), comme d  sir  . La d  monstration proc
 
de comme suit [Kne96]
eiΓ[ L
t
µ
a , Rt µ
a , Bt µ
0 ] =
∫
d[Σ] e
i
∫
dxLe↑
[
Σ, Lt µ
a , Rt µ
a , Bt µ
0
]
=
∫
d
[
Σt
]
ei
∫
dxLe↑
[
Σt , Lt µ
a , Rt µ
a , Bt µ
0
]
=
∫
d
[
Σt
]
ei
∫
dxLe↑
[
Σ,Lµ
a ,Rµ
a ,Bµ
0
]
=
∫
d[Σ] e
i
∫
dxLe↑
[
Σ,Lµ
a ,Rµ
a ,Bµ
0]
= eiΓ[Lµ
a ,Rµ
a ,Bµ
0 ] , (2.60)
ce qui est le r sultat d  sir . Nous avons utilis  successivement: un changement de nom de la variable
d’int gration, l’invariance du lagrangien effectif, puis l’invariance de la mesure d’int  gration sous la
transformation (2.38) et donc sous sa version locale (2.56). Nous ne pr  sentons pas ici la d  mons-
tration de la r ciproque: le fait que l’invariance locale de Γ[Lµ
a ,Rµ
a ,Bµ
0] implique effectivement celle
de Leff, car cette d  monstration n  cessite une  tude d  taill e [Leu94], par r currence ordre par
ordre dans le d  veloppement en puissance des impulsions que nous n’avons pas encore introduit.
En conclusion, pour que la repr  sentation  basse  nergie de la fonctionnelle g n  ratrice (2.55)
reproduise les identit  s de Ward de la sym  trie chirale, le lagrangien effectif Leff
[
Σ,Lµ
a ,Rµ
a ,Bµ
0
]
doit
 tre invariant sous les transformations locales (2.56-2.59) de SU(2)L×SU(2)R×U(1)V . A ce stade,
on a exploit  toutes les contraintes dues  la sym trie chirale: la pr  sence de modes de Goldstone,
ainsi que leurs propri  t  s de transformations, et les identit  s de Ward. On ne sait finalement rien
de plus sur le lagrangien effectif: celui-ci doit donc inclure tous les termes permis par les sym  tries,
quelle que soit leur dimension physique. Il existe une infinit  de tels termes. Il est donc n  cessaire
d’avoir une r
 
gle pour ordonner les diff  rents termes, ainsi que les diagrammes de Feynman, en
fonction de leur importance. Nous exposons maintenant ce point.
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2.3 Th
 
orie de perturbation chirale
Dans le cadre des th  ories renormalisables, on construit un d  veloppement bas  sur les puissances
de constantes de couplage avec un nombre fini d’op  rateurs de dimension inf  rieure ou  gale
 quatre. Ici, la situation est diff  rente: on a une infinit  d’op  rateurs, et donc une infinit  de
constantes apparaissant en facteur. En revanche, puisque le domaine d’application de la th  orie
effective est restreint aux faibles  nergies (voir la discussion de la section 2.1.2), on peut consid  rer
les impulsions des pattes externes, ou des sources, comme param
 
tre de d  veloppement. La LEET
essaie d’utiliser au maximum les informations connues  basse  nergie, sans se pr  occuper du
comportement  haute  nergie: la premi
 
re cons  quence est que le comptage  appliquer aux
op  rateurs est diff rent du comptage bas  sur les dimensions physiques utilis  pour les th ories
renormalisables. En particulier, nous avons d  j  vu en (2.25-2.26) que la dynamique de la QCD
perturbative produisait une constante dimensionn  e f0, rendant inadapt  es le comptage des dimen-
sions physiques.
2.3.1 Comptage de puissance et d   veloppement en boucles
En pratique, l’application de cette id  e n  cessite deux  tapes: on doit tout d’abord ordonner les
op  rateurs dans le lagrangien en fonction du nombre de d  riv es, puis  tudier le comportement des
diagrammes de Feynman.
2.3.1.1 Lagrangien effectif
Pour construire les op  rateurs invariants sous la sym  trie chirale locale, on utilise des briques de
construction  l mentaires qui se transforment de fa  on covariante. Il s’agit de
DµΣ = ∂µΣ− iLµΣ + i ΣRµ  L (DµΣ)R† , (2.61)
Lµν = ∂µLν − ∂νLµ− i [Lµ, Lν]  LLµνL†, (2.62)
Rµν = ∂µRν −∂νRµ− i [Rµ, Rν]  RRµνR† , (2.63)
Bµν
0 = ∂µBν
0− ∂νBµ0 =  Bµν0 . (2.64)
Notons que la d  finition de la d riv e covariante nous fournit imm  diatement la r
 
gle de comptage 
appliquer aux sources si l’on d  sire respecter l’invariance locale  chaque ordre du d  veloppement en
puissance des impulsions. On d  notera comme suit le fait qu’une quantit  X doit  tre comptabilis e
comme une d  riv e  la puissance n
X = O(pn) . (2.65)
Le point de d  part est
∂µ = O
(
p1
)
. (2.66)
On doit imposer le comptage chiral 2 suivant
Dµ = O
(
p1
)
, (2.67)
ce qui implique
Lµ, Rµ = O
(
p1
)
. (2.68)
Remarquons que l’on aboutirait  la m me conclusion en  tudiant (2.57-2.58), puisque les transfor-
mations L,R sont unitaires
(
L†L=
 
2×2
)
et ne peuvent donc pas porter de comptage de puissance.
Par extension, on imposera
Bµ
0 = O(p1) , (2.69)
bien que, dans ce cas limit  n’incluant que des GBs, ceci ne d  coule pas automatiquement du
raisonnement ci-dessus 3. Il n’y a pas de sens profond associ   ce comptage pour les sources: ces
objets eux-m  mes ne sont pas physiques, mais servent uniquement  extraire de fa  on commode
les fonctions de Green des courants. Le sens physique de ce comptage r  appara  tra lorsque l’on
consid  rera ces connexions comme des champs de jauge dynamiques (section 2.4.2.1).
2. On utilisera indiff  remment les expressions:  comptage chiral  et  dimension infrarouge  .
3. Nous verrons plus tard que, si l’on introduit des champs se transformant sous cette sym  trie U(1)V , alors le
comptage (2.69) sera n  cessaire.
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Comme la matrice Σ qui d  crit les champs de Goldstone est unitaire
Σ†Σ =
 
2×2 , (2.70)
on doit imposer
Σ = O(p0) . (2.71)
Le seul terme invariant que l’on puisse construire  l’ordre O(p0) est une constante〈
Σ†Σ
〉
= 2. (2.72)
Le seul terme invariant  deux d riv es que l’on puisse construire est
〈
DµΣ
† DµΣ
〉
, o
 〈X 〉
repr sente la trace de la matrice X. On en d duit l’expression du lagrangien O(p2), o l’on a
normalis  le terme cin  tique des champs pia
L2 = f0
2
4
〈
DµΣ
†DµΣ
〉
. (2.73)
La constante f0 ne porte pas de comptage chiral: elle est fix  e par la dynamique non perturbative de
la QCD. De plus, nous verrons que le rapport entre f0 et l’ chelle Λ (au-del  de laquelle la th  orie
effective ne s’applique plus) est fixe: on aura Λ/f0∼4   . A la diff rence des th  ories renormalisables,
le lagrangien (2.73) implique n  cessairement des interactions entre particules en nombre arbitraire,
du fait de la r alisation non-lin  aire de la sym  trie. On peut  galement remarquer que la constante
f0 brise l’invariance d’  chelle de ce lagrangien pour des champs sans masses. C’est pr  cis ment
la pr  sence de cette constante de d  sint  gration f0, directement li  e  la brisure spontan  e (voir
(2.25)), qui rend inappropri  le classement des op  rateurs en fonction de leur dimension physique.
De fa on g n  rale, les constantes multiplicatives apparaissant en facteur d’un op  rateur seront
comptabilis  es comme d’ordre un 4. Ceci justifie donc le comptage chiral utilis 
f0 = O
(
p0
)
, (2.74)
qui entra  ne  son tour
pia = O(p0) . (2.75)
La justification ultime de ces r
 
gles de comptage r  side dans la formule de comptage de Weinberg
(voir 2.3.1.2), qui montre que l’on peut donner un sens au d  veloppement avec ces dimensions
infrarouges. Prenant la d  riv e fonctionnelle de L2 par rapport aux sources, on obtient l’expression
des courants de Noether
JAµ
a = − i f0
2
4
〈
τa
{
Σ†, ∂µΣ
}〉
= − f0 ∂µpia+O
(
pi2
)
, (2.76)
et on reconna  t le fait que f0 est la constante de d  sint  gration des GBs.
Le lagrangien O(p4) contient tous les op  rateurs d’ordre O(p4) invariants sous C, P et la
sym  trie chirale. Il se met sous la forme [GL85] 5
L4 =
(
L1 +
L3
2
)〈
DµΣ
†DµΣ
〉2
+L2
〈
DµΣ
†DνΣ
〉 〈
DµΣ†DνΣ
〉
− iL9
〈
LµνDµΣDνΣ
†+RµνDµΣ†DνΣ
〉
+ L10
〈
Lµν ΣRµν Σ†
〉
+H1 〈LµνLµν +RµνRµν 〉 , (2.77)
4. En principe, on peut imaginer des exceptions dans le cas o   la sym  trie est accrue lorsque la constante est
pos  e  gale  z  ro: on peut alors consid  rer la constante comme un petit param  tre (en relation avec l’id  e de
naturalit  de ’t Hooft [tH79a]) et lui associer un comptage de puissance. En pratique, ceci sera formul  en termes
de spurions aux chapitres 4 et 5.
5. Nous utilisons les notations du cas de trois saveurs nulles, utilisant cependant l’identit 〈
DµΣ
† DµΣ DνΣ† DνΣ
〉
= 1/2
〈
DµΣ
† DµΣ
〉2
valable dans ce cas. Les autres op  rateurs pr  sents dans [GL85]
sont absents dans la limite chirale.
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o

les Li sont les constantes de basse  nergie. Pour arriver  ce r sultat, on utilise, en plus des
identit  s sur les traces et les d  terminants des matrices [GL85, FS96], le fait que l’on peut effectuer
des red  finitions des champs de Goldstone sans affecter les pr  dictions physiques: la proc  dure
est commun ment appel   utiliser les  quations de mouvement de L2 pour  liminer les termes
redondants de L4  [GL84, Geo91, SF95].
Un r  sultat crucial de cette section est que le lagrangien effectif ne commence qu’  l’ordreO(p2).
Ceci est la traduction dans le langage des th  ories effectives du fait suivant, que nous avons d  j 
 nonc : les GBs n’interagissent plus lorsque leur impulsion tend vers z  ro. Plus g  n  ralement, on
voit que le lagrangien effectif se d  compose selon une s rie de termes d’ordre de plus en plus  lev
Leff = L2 +L4 +L6 +  . (2.78)
2.3.1.2 Formule de comptage de Weinberg
Nous avons ordonn  les termes du lagrangien suivant une r
 
gle bien d  finie, li  e au nombre de d  ri-
v es qu’ils contiennent. Il nous faut maintenant comparer l’importance des diff  rents diagrammes
de Feynman. Pour cela, nous examinons le degr  d’homog  n  it  d’un diagramme donn  sous un
changement d’  chelle (rescaling) des impulsion externes pi  t pi [Wei79c, Sch02], la limite ’int r t
correspondant  t   0. On voit alors que la conservation de l’impulsion, via les fonctions de Dirac
 chaque vertex, impose le m  me changement d’  chelle pour les impulsions internes. On trouve
ainsi que le diagramme est multipli  par tD o

le degr  d’homog  n  it  D est donn  par
D = 2 I − 4V +
∑
v=1
V
dv , (2.79)
o

I est le nombre de lignes internes, V le nombre de vertex, et dv la dimension chirale du vertex v.
En utilisant la relation entre le nombre de boucles L et le nombre de vertex V d’un graphe connexe:
L= I −V + 1, on obtient [Wei79c]
D = 2 + 2L+
∑
v=1
V
(dv− 2) . (2.80)
Cette formule suppose l’utilisation de la r  gularisation dimensionnelle, qui ne fait pas appara  tre
de puissance d’une  chelle autre que les impulsions externes apr
 
s int  gration, mais uniquement
des logarithmes (si l’on a des particules massives, ce que nous consid  rerons plus tard). Notons
que l’on se doit de toutes fa  on d’utiliser un r gulateur qui pr  serve la sym  trie sur laquelle
est bas e la construction. En pratique, ceci implique justement l’utilisation de la r  gularisation
dimensionnelle 6.
La formule de comptage de Weinberg (2.80) nous apprend deux choses. Premi
 
rement, l’ordre
chiral D auquel un diagramme contribue dans le d  veloppement est une fonction strictement
croissante du nombre de boucles, ind  pendamment du nombre de lignes internes. Deuxi
 
mement,
D est  galement une fonction croissante du nombre de vertex qui composent le diagramme, puisque
le lagrangien effectif commence avec l’ordre O(p2), et que tous les vertex ont donc une dimension
sup  rieure  deux
dv > 2. (2.81)
On v rifie ainsi que le comptage de puissances introduit  la section 2.3.1.1 permet de formuler
un d  veloppement en puissances des impulsions, dont la pr cision peut  tre syst  matiquement
am  lior e en travaillant  l’ordre sup  rieur.
En particulier, si l’on veut donner des r  sultats  la pr  cision O(pD), on doit conna  tre les
termes de LD dans le lagrangien effectif, puisque les diagrammes en arbres avec un vertex de
dimension dv = D vont contribuer  cet ordre. D’autre part, on devra en g  n ral effectuer des
calculs jusqu’  un nombre de boucles  gal  D/2−1: le lagrangien L2 donnera en effet  ce nombre
de boucles des contributions  l’ordre O(pD). De fa  on plus pratique, consid  rons la pr cision la
plus basse: O(p2). Seuls les diagrammes en arbres avec des vertex de L2 contribueront. A l’ordre
de pr cision suivant
(O(p4)), on aura d’une part des contributions  une boucle avec des vertex
de L2, et des contributions en arbres avec un vertex de L4. Ceci permettra justement d’absorber
les divergences des boucles, comme nous allons maintenant le voir.
6. Pour une discussion approfondie, voir [EM94].
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2.3.2 Renormalisation ordre par ordre
Les contributions d’ordre O(p2)  la fonctionnelle g  n  ratrice sont donn  es par le lagrangien L2
en arbres, c’est-  -dire
Γ2[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0] =
∫
dxL2
[
Σcl, Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0
]
, (2.82)
o

Σcl est la solution des  quations classiques du mouvement
(DµDµΣ) Σ†−Σ (DµDµΣ)† = 0 , (2.83)
d  riv es du lagrangien L2.
Nous d  crivons ensuite la proc  dure  l’ordre O(p4). Les contributions  une boucle dues  L2
sont d’ordre O(p4) et s’  crivent
Γ4
L=1[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0] =
i
2
ln DetD2 , (2.84)
o

D2 est l’op  rateur d  crivant les fluctuations quadratiques autour de la solution des  quations
de mouvement (2.83). Les divergences contenues dans ces boucles (2.84) peuvent  tre absorb  es
dans les contributions en arbres de L4
Γ4
L=0[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0] =
∫
dxL4
[
Σcl, Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0
]
, (2.85)
puisque ce lagrangien rassemble tous les op  rateurs de dimension chirale O(p4) invariants sous la
sym  trie du probl
 
me, et que l’on utilise la r  gularisation dimensionnelle qui pr  serve ces sym  tries.
Alors, on peut obtenir des r sultats finis et ind  pendants d’  chelle  l’ordre de pr  cision O(p4), en
 crivant (on omet la d  pendance en les sources par souci de clart  )
Γ4 = Γ4
L=1 +
∫
dxL4(Li)
= Γ4
L=1
∣∣
partie finie
(µ) +
∫
dxL4(Lir(µ)) . (2.86)
A cette fin, on doit d  finir les constantes de couplages O(p4) nues divergentes et ind  pendantes
d’  chelle Li en fonction des constantes renormalis  es finies mais d  pendantes d’  chelles Li
r comme
suit [GL85]
Li = Li
r(µ) + Γiλ , (2.87)
avec
λ =
µd−4
16   2
(
1
d− 4 −
1
2
(ln 4   − γ+ 1)
)
, (2.88)
et
Γ1 =
1
12
, (2.89)
Γ2 =
1
6
, (2.90)
Γ3 = 0 , (2.91)
Γ9 =
1
6
, (2.92)
Γ10 = − 1
6
, (2.93)
et
H1 = H1
r(µ) +
1
12
λ. (2.94)
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L’  criture (2.86) met en  vidence le fait que le r  sultat est fini. L’ind  pendance vis-  -vis de l’  chelle
de renormalisation µ sera automatiquement v rifi  e gr  ce aux d  finitions (2.87-2.94). De cette
fa on, on obtient une s  rie qui approxime la fonctionnelle g  n ratrice exacte Γ[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0], sous
la forme
Γ[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0] = Γ2[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0] + Γ4[Lµ
a , Rµ
a , Bµ
0] +  . (2.95)
A ce stade, on peut se poser la question suivante: jusqu’  quelle  chelle ce d  veloppement
est-il utile? Il existe deux fa  ons de r  pondre  cette question. La premi
 
re est de remarquer
qu’en physique hadronique, la premi
 
re r sonance vectorielle est le ρ0(770) que nous n’avons pas
incluse dans notre th  orie effective. Ceci donne une id  e de l’ chelle  laquelle la th  orie effective
sera forc  ment incapable de reproduire les r  sultats ph  nom  nologiques. Un deuxi
 
me point de
vue est de consid  rer les renormalisations des constantes Li [MG84, Geo84]: lorsque l’on effectue
le d  veloppement en puissances d’impulsions, on sous-entend en r  alit en puissances de p/Λ,
o

l’  chelle Λ est celle qui nous int  resse ici. Les objets dimensionn  s de l’unique terme de L2
peuvent sch  matiquement s’  crire f0
2 p2. On doit s’attendre  ce que les termes de L4 donnent des
contributions d’ordre f0
2p2
(
p2/Λ2
)
. Ceci implique que les constantes Li sont d’ordre f0
2/Λ2. Si l’on
change maintenant l’  chelle de renormalisation µ par un facteur d’ordre l’unit  , la variation de la
partie finie est d’ordre 1/(4   )
2
puisque l’on a
Li
r(µ′) = Lir(µ) +
Γi
16   2
ln
(
µ
µ′
)
. (2.96)
Si notre compr  hension est juste, cette variation ne peut pas raisonnablement  tre plus grande que
l’estimation initiale, et donc on ne peut pas avoir 1/(4   )
2 f02/Λ2. La conclusion est donc que
Λ . 4   f0 . (2.97)
Ceci signifie que la constante de d  sint  gration des GBs ne peut pas  tre prise arbitrairement petite
devant Λ: ceci est coh  rent avec son comptage chiral introduit en (2.74). Notons que (2.97) fournit
l’estimation
Λ . 1.1 GeV . (2.98)
2.3.3 Traitement des masses des pions
On peut incorporer les masses des pions dans le formalisme pr  c  dent, auquel cas les GBs devien-
nent des PGBs: le point important est que, si l’on introduit des masses pour les scalaires, on brise
explicitement la sym  trie chirale. En l’absence de tels termes, les GBs sont prot  g  s par la sym  trie
chirale et n’acqui
 
rent pas de masses via les corrections radiatives. Ceci implique pr  cis  ment que,
si l’on introduit les param
 
tres de brisure explicite rendant compte de ces masses (qui en QCD sont
dues aux masses de quarks non-nulles), les corrections radiatives aux masses seront elles-m  mes en
puissance de ces param
 
tres: les   petites  masses sont donc naturelles pour les PGBs, au sens de ’t
Hooft [tH79a]. Ici, le terme   petit  s’entend a priori   petit devant l’  chelle Λ  . Physiquement,
ceci est raisonnable pour les applications aux pions, puisque l’on a exp  rimentalement
mpi0 ' 135 MeV . (2.99)
En relation avec l’id  e de naturalit  , on cherche  expliciter la mani
 
re dont les nouveaux termes
vont briser la sym  trie: la fa  on de proc der est de maintenir formellement l’invariance originale.
On remarque que le terme de masse pour les quarks que l’on doit maintenant ajouter au lagrangien
de la QCD
−ΨRM ΨL−ΨLM †ΨR , (2.100)
avec
M =
(
mu 0
0 md
)
, (2.101)
62 Th  ories effectives non-d  couplantes
serait invariant si l’on rempla  ait la matrice M par un champ χ ne propageant pas (un spurion)
[GL84, GL85] avec les propri  t  s de transformations suivantes sous la sym  trie chirale [Geo84]
χ

RχL† , (2.102)
o

χ est une matrice 2 × 2. La brisure explicite de sym  trie est alors introduite comme suit: on
 crit le lagrangien effectif le plus g  n  ral, comme auparavant, mais avec le spurion χ comme objet
suppl  mentaire possible 7. Apr
 
s avoir  crit le lagrangien, on utilise la valeur physique
χ|physique = M . (2.103)
Le seul terme invariant et sans d  riv es qui contienne une puissances de χ est
f0
2B0
2
〈
χΣ + Σ† χ†
〉
, (2.104)
o

nous avons introduit une constante B0 de dimension physique  gale  un
[B0] = + 1 , (2.105)
avec, de fa on similaire  f0, le comptage chiral suivant
B0 = O
(
p0
)
. (2.106)
On peut v rifier que le terme (2.104) donne bien une masse aux pions
mpi
2 = B0 (mu+md) . (2.107)
Ceci va nous permettre de d  terminer le comptage de puissances  appliquer au spurion: si l’on
veut que la th  orie effective d  crive les p   les dus aux PGBs sans resommation des propagateurs,
on devra compter [Wei79c]
mpi
2 = O(p2) , (2.108)
soit
B0 χ = O
(
p2
)
. (2.109)
Pour l’application  la QCD, la relation (2.108) para  t physiquement raisonnable. La th  orie
effective devrait en effet permettre d’  tudier des processus mettant en jeu des  nergies atteignant
la valeur donn  e en (2.99), qui reste petite devant Λ donn  e en (2.97).
Pour d  terminer si les dimensions chirale attribu  es aux diff rents objets sont coh  rentes, on
v rifie que l’on reproduit la formule de comptage de Weinberg (2.80). On peut v rifier que ceci
est le cas avec le comptage (2.109), entra  nant (2.108): les lignes internes des diagrammes sont
modifi es selon ∫
dk
i
k2 + i 
 
∫
dk
i
k2−mpi2 + i 
, (2.110)
et le comptage est donc le m  me. Le terme (2.104) introduit  galement des interactions nouvelles,
qui v rifieront  galement la condition (2.81). On obtient donc la m  me formule de comptage (2.80),
ce qui nous permet de dire que l’organisation du d  veloppement est bien d  finie, et correspond  un
d  veloppement en boucles. En revanche, le lien avec le d  veloppement en puissance des impulsions
n’est plus aussi direct, puisqu’on consid
 
re d’autres param
 
tres de d  veloppement 8.
7. En r  alit , la logique serait plus pr cis  ment d  crite ainsi: en pr  sence de masse de quarks, les courants (2.5-
2.7) ne sont plus exactement conserv s. Leurs identit  s de Ward font intervenir les densit s scalaires et pseudo-
scalaires. La matrice χ est introduite en tant que source de ces op  rateurs. Le fait de reproduire les identit s Ward
demande que le lagrangien effectif inclut les invariants construits avec χ, avec la loi de transformation (2.102). A
la diff rence des sources vectorielles, les d  riv es fonctionnelles seront prises non pas en χ= 0, mais en χ=M .
8. Nous appellerons le d  veloppement correspondant  d  veloppement chiral  ou  d  veloppement  basse
 nergie  . Ceci est ainsi une g  n ralisation du  d  veloppement en puissances des impulsions  .
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Pour clore cette discussion, rappelons que la limite p   0 a un sens physique: on peut toujours
 tudier des processus  des  nergies faibles. En revanche, la limite mpi
  0 est un outil technique
qui traduit math  matiquement l’id  e que mpi
2  Λ2. La relation (2.108) est obtenue lorsque l’on
exige un lien entre les deux d  veloppements.
2.4 Th
 
ories effectives non-d
 
couplantes: au-del
 
de la χPT
Nous avons d  crit le traitement des GBs et des PGBs dans le cadre d’une th  orie effective 
basse  nergie. Dans ce cas, le classement des op  rateurs selon leur dimension physique n’est plus
appropri  , et l’on doit recourir  un autre classement syst  matique. On peut certes donner un
sens physique aux dimensions chirales associ  es aux diff rents objets, mais la formule centrale est
(2.80), qui permet de garantir la coh  rence du d  veloppement.
En vue d’appliquer le formalisme au secteur  lectrofaible, nous introduisons en plus des GBs
param  tr s par la matrice Σ, des champs de spin 1 ainsi que de spin 1/2 dans la th  orie effective
 basse  nergie, pr  cisant les conditions  v rifier.
2.4.1 Particules prot   g   es: champs de spin 1 et 1/2
L’introduction d’autres champs dans la th  orie effective n  cessite que leurs masses soient prot  g  es
par une sym trie, comme c’  tait le cas pour les PGBs. Si ce n’est pas le cas, on retrouve la difficult 
de naturalit  d  crite  la section 1.6.3: les champs en questions n’appartiennent en fait pas au
secteur de basse  nergie, leurs masses tendant naturellement   tre de l’ordre de l’  chelle Λ. Pour les
scalaires, nous avons d  j  mentionn  (section 1.6.3.2) la possibilit  d’utiliser la supersym  trie. Une
des cons  quences principales dans ce cas est que le domaine d’application de la th  orie perturbative
peut  tre arbitrairement  tendu, puisque l’on pr  serve la propri  t  de renormalisabilit  . Nous
n’  tudierons donc pas cette possibilit  dans le cadre des th  ories non-d  couplantes puisqu’elle cor-
respond plut   t  suivre la ligne des th  ories renormalisables. Une autre possibilit  pour prot  ger la
masse du boson de Higgs est de supposer qu’il est lui-m  me un PGB. Cette approche a r  cemment
trouv une voie possible, sous la forme des mod
 
les de little Higgs . Nous ne consid  rerons pas ces
mod
 
les, bien que nous serons amen  s  discuter certaines connexions aux chapitres 4 et 5.
Nous nous int  ressons en revanche aux cas suivants: tout d’abord l’introduction de champs
vectoriels. Dans ce cas, on doit en fait supposer que ces champs sont sujets  une sym  trie inter-
disant un terme de masse: des champs de Yang-Mills, respectant l’invariance sous la sym  trie de
jauge associ  e. Nous avons d  j  vu que des champs de jauge coupl  s  des GBs vont acqu  rir une
masse (sections 1.3.1 et 1.7.3). Nous verrons en revanche que la masse obtenue via le m canisme
de Higgs (dynamique) satisfait automatiquement un crit
 
re de comptage de puissances appropri  ,
c’est-  -dire permettant un d  veloppement coh  rent dans le cadre de la th  orie effective. Ceci est
directement li  au fait que la constante de couplage de jauge est utilis  e comme param
 
tre de
d  veloppement (comme c’est le cas dans les th  ories renormalisables). La deuxi
 
me possibilit 
concerne les champs fermioniques: la sym  trie chirale permet d’effectuer un d  veloppement autour
de la limite de masse nulle.
2.4.2 G   n   ralisation du comptage de puissances
2.4.2.1 Champs de jauge
On consid
 
re le cas o

les connexions dans la d  riv e covariante (2.61) deviennent des champs
dynamiques (variables d’int  gration). On  crira ainsi
Rµ = gGµ , (2.111)
o

Gµ est le champ dynamique. La propri  t  de transformation que ce champ doit v rifier est
obtenue directement  partir de cette identification
Gµ  RGµR
†+ i
g
R∂µR
† . (2.112)
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Le comptage de puissances pour la connexion est maintenu (comparer avec (2.68) et (2.63))
gGµ = O
(
p1
)
, (2.113)
gGµν = g (∂µGν − ∂νGµ− i g [Gµ, Gν]) = O
(
p2
)
. (2.114)
Si les champs de jauge sont des variables dynamiques au m  me titre que les GBs, on s’attend
 galement  ce que le terme cin  tique correspondant intervienne au niveau de L2, soit
− 1
2
〈GµνGµν〉 = O
(
p2
)
. (2.115)
Ceci donne imm  diatement, par comparaison avec (2.113-2.114)
Gµ = O
(
p0
)
, (2.116)
g = O(p1) .
Remarquons que la limite de constante de couplage nulle g   0 correspond  l’annulation de
certaines interactions et  des lois de conservations (nombre de particules vectorielles [tH79a]).
Ceci explique le fait que cette constante de couplage porte une dimension chirale, en liaison avec
l’id  e de naturalit  .
L’introduction de champs de jauge a  t  consid  r e dans le cas des applications au secteur  lec-
trofaible [Wud94, NS96, NS00], mais  galement pour le cas de la QCD, en liaison avec le couplage
des pions au photon [Ure95, KU98] 9. Dans ce cas, le d  veloppement a  t  men  explicitement 
une boucle, de m  me que pour la partie bosonique du secteur  lectrofaible [NS00]. Le comptage
utilis  est le m  me que celui que nous venons d’introduire. Nous discutons ici la coh  rence de ce
comptage et pr  cisons le r  le de la formule de comptage de Weinberg. Les calculs  une boucle
seront consid  r s au chapitre 3.
La question est  pr sent de savoir si on obtient bien la formule de comptage (2.80), g  n ralis e
pour inclure le cas des champs vectoriels. En principe, cette question est d  licate pour le cas des
champs de jauge non-ab  liens, puisque l’on devrait introduire un terme de fixation de jauge et
consid  rer la propagation de champs fant   mes. Cependant, dans les cas qui nous int  ressent, les
bosons vecteurs vont acqu  rir une masse par le m  canisme de Higgs, except  pour un sous-groupe
U(1)Q que l’on sait traiter sans recourir  des fant   mes. Ce ph  nom
 
ne de Higgs sera  tudi  plus en
d  tail au chapitre 3. Le point important pour cette section est que la masse des champs vectoriels
pour ce cas d’une th  orie de Yang-Mills SU(2) coupl  e aux GBs est donn  e par l’expression en
arbres (1.151) 10
MW
2 =
g2 f2
4
= O(p2) . (2.117)
Le comptage chiral de la masse est donc automatiquement O(p2): c’est l’expression dans le langage
des th  ories effectives du fait que cette masse est prot  g e. Ceci signifie que le propagateur de ces
champs vectoriels massifs en jauge unitaire porte le m  me comptage que celui des GBs
− i
∫
dk
ηµν − kµ kν
MW
2
k2−MW2 + i 
= O(p2) . (2.118)
Pour un champ de jauge ab  lien non bris  , on obtiendra le m  me comptage.
On voit donc que la formule de comptage de Weinberg (2.80) s’applique: le comptage de puis-
sances propos  ci-dessus va donc permettre un d  veloppement en boucles  basse  nergie, comme
extension du d  veloppement en puissance des impulsions. A nouveau, nous remarquons qu’il est
crucial que les masses des particules pr  sentes dans la th  ories effectives soient petites, et concr
 
te-
ment comptabilis  es comme O(p1) pour la coh  rence du d  veloppement. A son tour, ce comptage
est possible en vertu de la naturalit  , puisque l’on a uniquement inclus des particules prot  g  es
par des sym  tries.
9. Dans ce dernier cas, on introduit les couplages  lectriques des quarks sous formes de spurions brisant expli-
citement la sym  trie [EGPdR89, Mou97]. En tout  tat de cause, ces spurions  tant comptabilis  s comme O(p1), on
obtient le m  me r sultat.
10. Nous pr  ciserons  la section 3.2.1 la diff  rence entre ce cas et le cas du champ vectoriel massif du point de
vue du comptage de puissance. Voir  galement  ce sujet la section D.3.
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2.4.2.2 Fermions chiraux
Les derniers champs dynamiques que nous souhaitons introduire dans la th  orie effective sont des
fermions. Leurs masses sont prot  g  es par la sym  trie chirale: les propri  t s de transformation
des chiralit  s gauches et droites  tant diff rentes, on ne peut pas  crire directement un terme de
masse invariant. Pour chaque chiralit  , introduisons un doublet de spineurs de Dirac, soit χL et
χR. De nouveau, si l’on souhaite que les termes cin  tiques pour ces fermions chiraux interviennent
au m  me ordre que pour les GBs (c’est-  -dire dans L2), on va fixer
i χL γ
µ∂µχL = O
(
p2
)
, (2.119)
i χR γ
µ ∂µχR = O
(
p2
)
, (2.120)
ce qui implique le comptage suivant, d  j  utilis  par d’autres auteurs [Wud94, NS96, Nyf99]
χL, χR = O
(
p1/2
)
. (2.121)
Les lignes internes fermioniques donneront le propagateur suivant
− i
∫
dk
γµ kµ
k2 + i 
= O(p3) . (2.122)
Dans ce cas, il faut noter que les vertex joints par ce propagateur contenaient deux spineurs compta-
bilis s chacun comme O
(
p1/2
)
. Ceci est responsable du terme de polarisation
∑
u(k)u (k)= γµkµ
qui compte pour O(p1): le comptage pour les lignes internes est donc strictement identique au
cas bosonique. Pour un diagramme sans pattes externes, que l’on peut directement comparer 
un op  rateur du lagrangien effectif, on aura donc de nouveau la m  me formule de comptage de
Weinberg (2.80),  la condition que l’on d  finisse la dimension chirale d’un op  rateur comme 11
dv = n∂ +ng+
1
2
nχ , (2.123)
o

n∂ est le nombre de puissance de d  riv es (covariantes) dans l’op  rateur, ng le nombre de
constantes de couplages et nχ le nombre de champs fermioniques chiraux. Les poids respectifs dans
(2.123) refl
 
tent le comptage de puissances introduit dans ce chapitre. La formule (2.80) donne alors
le degr  d’homog n  it  D d’un graphe lorsque l’on effectue le changement d’  chelle des impulsions
externes, constantes de couplage, et spineurs selon
pi  t pi , (2.124)
g

t g , (2.125)
χ

t1/2 χ. (2.126)
Le graphe est alors multipli  par tD, et contribuera donc  l’ordre O(pD).
On ordonne donc les op  rateurs dans le lagrangien effectif selon
Leff = L2 +L3 +L4 +  . (2.127)
On ordonnera  galement les diagrammes de Feynman suivant la m  me r
 
gle, ce qui correspond  un
d  veloppement en boucles. Le point important est que le lagrangien effectif commence  nouveau
avec l’ordre O(p2).
Ceci n  cessite n  anmoins une qualification: nous avons discut  dans le cas du m  canisme de
Higgs  l  mentaire les termes de Yukawa, donnant des masses aux fermions en jauge unitaire. Dans
le cadre des th  ories effectives sans Higgs, le terme correspondant est du type
χR Σ χL+ χL Σ
† χR = O
(
p1
)
. (2.128)
A moins que la masse apparaissant en facteur de ce terme ne soit petite devant l’  chelle Λ, cet
op  rateur appara  t avant le terme cin  tique, ce qui pose probl
 
me vis-  -vis de la formule de comp-
tage. On doit donc trouver une sym  trie approximative telle que cette masse disparaisse dans la
limite appropri  e.
11. Nous n’incluons que le cas des GBs et non des PGBs.
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Dans ce chapitre, nous avons pr  sent  un condens  des id  es fondamentales n  cessaires  l’  labo-
ration de la χPT. On construit une th  orie effective  basse  nergie bas  e sur une exploitation
syst  matique de la sym  trie chirale de la QCD dans la limite de masses de quarks nulles. Les
variables appropri  es sont les  tats physiques l  gers: les GBs dus  la brisure de la sym  trie chirale.
La th orie effective contient tous les op  rateurs permis par la sym  trie. On doit cependant les
ordonner selon un d  veloppement. Il se trouve que la classification selon la dimension physique des
op  rateurs est inappropri  e, du fait de la r  alisation non-lin  aire de la sym  trie, qui implique auto-
matiquement que le terme cin  tique des GBs doit s’accompagner d’interactions entre un nombre
arbitraire de particules, ayant donc une dimension physique arbitrairement grande. Ceci est li  
la pr  sence de la constante dimensionn  e f0.
En revanche, le fait que les interactions des GBs soient faibles dans la limite des faibles impul-
sions permet d’envisager un d  veloppement en puissance des d  riv es. Le lagrangien est donc
organis  de cette mani
 
re. Etudiant l’ordre auquel un diagramme donn  contribue, on constate que
le d  veloppement pr  c dent est li   un d  veloppement en boucles. La diff rence avec les th  ories
renormalisables est que de nouveaux op  rateurs apparaissent  chaque ordre. Ceci est n  cessaire
pour absorber les infinit  s pr sentes dans les boucles et obtenir des r  sultats finis et ind  pendants
de l’  chelle de renormalisation.
L’inclusion de champs de jauge et de fermions (dont les masses peuvent rester petites car
elles sont prot  g es par une sym  trie) comme variables dynamiques dans le th  orie effective est
 galement d  crite. Nous pr  cisons en quoi le comptage chiral pour les diff  rents objets est contraint
par la n  cessit  de reproduire la formule de comptage de Weinberg, g  n ralisant le d  veloppement
d  rivatif pour inclure d’autres param
 
tres de d  veloppement, tout en permettant une organisation
syst  matique des termes du lagrangien mais surtout des diff  rents diagrammes en fonction du
nombre de boucles. On peut ainsi formuler un d  veloppement syst  matique, donnant des expres-
sions finies pour les observables gr  ce  la proc  dure de renormalisation, chaque ordre permettant
d’am  liorer la pr cision.
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Chapitre 3
Yang-Mills massif: le cas SU(2)
La litt  rature contient des traitements avanc  s de la partie bosonique du secteur  lectrofaible dans
le cadre des th  ories effectives [NS00]. Un des objectifs principaux de ces travaux  tait l’  tude du
raccordement entre la LEET et un mod
 
le sous-jacent particulier: la limite de Higgs lourd. Pour
cette raison, l’accent  tait mis sur l’invariance de jauge, et des sources  taient construites qui
g  n  raient des op  rateurs invariants de jauge, tandis que les variables d’int  gration, incluant  la
fois les champs de Goldstone et les champs de jauge restaient d  pendantes de jauge.
Nous choisissons de travailler directement dans la jauge unitaire, ou, plus exactement, avec des
champs invariants sous les sym  tries dynamiques (except   ventuellement sous les sym  tries U(1),
que l’on sait traiter sans introduire de fant   mes). Bien que cette formulation ne soit pas utilis  e
dans le cas du SM, pour les raisons mentionn  es en 1.5.1, elle est tout-  -fait adapt  e ici, et conduit 
un nombre de diagrammes plus faibles, n’incluant que des particules physiques. Comme application
du programme des LEETs pr sent  es au chapitre 2, nous consid  rons le cas d’une th  orie de jauge
SU(2) sujette  un m canisme de Higgs dynamique sans boson de Higgs physique. Nous d  crivons
la renormalisation de la fonctionnelle g  n ratrice  une boucle par la m  thode du noyau de chaleur,
ainsi que les fonctions  deux points.
Puisque le lagrangien O(p2), apr  s red  finition des champs, correspondra  celui d’une th  orie
de Yang-Mills massive, nous utiliserons cette d  nomination. L’application  une situation physique
n  cessite cependant que la masse puisse  tre consid  r  e comme petite devant l’  chelle de la nouvelle
physique: ceci n  cessaire afin de pouvoir utiliser la LEET. Le formalisme des LEETs sera alors
utile pour l’ tude de processus mettant en jeu des  nergies de l’ordre de grandeur des masses des
bosons vecteurs, suppos  es  tre faibles devant l’  chelle de la nouvelle physique.
3.1 Lagrangien effectif
On construit le lagrangien effectif d’une th  orie de Yang-Mills SU(2) directement coupl  e aux
courants JR
aµ d’une sym  trie globale SU(2)L × SU(2)R spontan ment bris  e vers SU(2)L+R. On
se limite aux termes invariants sous CP . Notons en particulier que les termes topologiques seront
toujours  gaux  z  ro, puisque notre approche est perturbative autour de la situation o

les champs
sont  gaux  z ro.
3.1.1 Ordre O(p2)
On consid
 
re la fonctionnelle g  n  ratrice d’une th  orie caract  ris e par la brisure spontan  e de la
sym  trie globale SU(2)L×SU(2)R   SU(2)L+R. Cette m  me fonctionnelle g  n  ratrice est repr  -
sent  e  basse  nergie en termes d’un lagrangien effectif d  pendant des trois GBs correspondant 
cette brisure, comme d  crit en 2.3. On  tend le champ d’application de cette LEET en couplant
aux GBs des champs de Yang-Mills en interactions faibles. Nous consid  rons le cas o

les courants
conserv s JR
aµ sont ainsi coupl  s, tandis que les courants de sym  trie JL
aµ ne le sont pas: les
sources classiques correspondantes restent en tant que variables dont va d  pendre la fonctionnelle
g  n  ratrice finale Γ[Lµ
a ]. En revanche, les sources Rµ
a deviennent des variables d’int  gration Gµ
a
Rµ = gGµ . (3.1)
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On int
 
gre alors sur les fluctuations des champs dynamiques Gµ
a
eiΓ[Lµ
a] =
∫
d[Σ] d[Gµ
a ] ei
∫
dxLe↑[Σ,Lµa , Gµa] . (3.2)
On suppose que l’  chelle de ces fluctuations relativement aux sources qui g  n
 
rent les courants 1 de
la sym  trie globale est faible. Ceci va  tre mesur e par la constante de couplage g apparaissant dans
(3.1), qui donne le facteur de conversion entre les sources et les champs de jauge. Nous supposons
cette constante de couplage suffisamment petite pour  tre consid  r  e comme un param
 
tre de
d  veloppement, comptabilis  comme O(p1), et pour que les fluctuations des champs de jauge ne
restaurent pas la sym  trie. Celle-ci reste alors bris  e; le couplage des champs de Yang-Mills aux
GBs r  sultera, comme nous le verrons explicitement, en un m  canisme de Higgs. Le comptage du
champ Gµ
a est par cons  quent O(p0).
Au lieu de construire un lagrangien effectif fonction des variables {Σ, Lµa , Rµa} o Σ ∈ SU(2)
et invariant sous (2.56-2.58), on doit  pr sent construire un lagrangien effectif d  pendant des
variables {Σ, Lµa , Gµa } invariant sous
Σ(x)  Σt (x) = L(x) Σ(x)R(x)
† , (3.3)
Lµ(x)  L
t
µ(x) = L(x)Lµ(x)L(x)
†
+ iL(x) ∂µL(x)
†
, (3.4)
Gµ(x)  G
t
µ(x) = R(x)Gµ(x)R(x)
†+ i
g
R(x) ∂µR(x)
†. (3.5)
Il nous faut reprendre les briques  l  mentaires covariantes (2.61-2.62) dans ce cas. Certaines sont
modifi es et deviennent
DµΣ = ∂µΣ− iLµΣ + i gΣGµ = O
(
p1
)
, (3.6)
Gµν = ∂µGν −∂νGµ− i g [Gµ, Gν] = O
(
p1
)
, (3.7)
Le lien entre cette construction et le secteur  lectrofaible est le suivant: nous construisons ici la
LEET du secteur bosonique pour la brisure  lectrofaible sans Higgs physique, dans la limite o

le
couplage de l’hypercharge est nul (angle de Weinberg nul). En effet, on peut faire le rapprochement
entre les propri  t s de transformation de la matrice Σ et celles de Φ† dans le cas du SM (voir
section 1.3.2). Parmi les diff rences entre les deux approches, on note l’absence de la composante
radiale dans le cas de la matrice Σ, qui est unitaire. D’autre part, le principe de construction de
la th  orie est ici diff  rent, et a  t  d  crit au chapitre 2.
Le lagrangien O(p2) contient deux termes ind  pendants
L2 = f
2
4
〈
DµΣ
†DµΣ
〉− 1
2
〈GµνGµν〉 . (3.8)
L’  criture du terme cin  tique des champs de Yang-Mills dans (3.8) avec la normalisation canonique
 quivaut  d  finir la normalisation de g, comptabilis  comme O(p1). Notons que Gµν est un objet
bien d  fini dans la limite g   0 puisque les termes inhomog
 
nes en 1/g disparaissent dans la loi
de transformation correspondante. La division par une constante de couplage pour Rµν n’a en
revanche pas de sens (voir l’annexe D.1).
Du lagrangien L2 on obtient, par variation des champs, les  quations de mouvement classiques
suivantes pour les champs vectoriels
DµG
µν − i g f
2
4
Σ†DνΣ = 0 . (3.9)
Cette  quation nous sera utile par la suite pour  liminer les termes redondants dans les ordres
sup  rieurs du lagrangien effectif. Les  quations de mouvement pour les GBs ne sont pas ind  pen-
dantes de celles des champs de jauge, puisque l’on peut les obtenir par application de la d  riv e
covariante sur (3.9)
Σ†DµDµΣ− (DµDµΣ)†Σ = 0. (3.10)
1. Ces courants sont normalis  s d’apr  s la relation de commutation (2.14), due  la structure non-ab  lienne.
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L’expression des courants de sym  trie est donn  e par
δL2
δLµ
a
∣∣∣∣
Lσ
b=0
= − i g f
2
4
〈
τa
(
Σ (∂µ− i gGµ) Σ†
)〉
. (3.11)
3.1.2 Ordre O(p3)
A cet ordre, on ne peut construire que deux invariants ind  pendants, dont l’un est supprim  par
une  chelle inconnue. La seule  chelle dimensionn  e  notre disposition dans la th  orie effective
 tant f , nous utiliserons cette derni
 
re pour construire des op  rateurs de la bonne dimension. On
s’attend  ce que l’ chelle appropri  soit en fait plus grande, d’ordre Λ ∼ 4   f ou plus (voir les
discussions pr  c  dant (2.96)). Les deux op  rateurs O(p3) sont
O1(3) =
〈
Gµν Σ†Lµν Σ
〉
, (3.12)
O2(3) = 1f2 〈GµνG
ρµG ν
ρ 〉 . (3.13)
En particulier, notons que l’analogue du terme L9 dans le lagrangien de Gasser-Leutwyler (2.80)
peut  tre  limin  par utilisation des  quations de mouvement, en n  gligeant la contribution des
termes de surface. Puisque ceci constitue notre premier exemple, nous le montrons explicitement.
Le terme en question s’  crit
i
〈
GµνD
µΣ†DνΣ
〉
= O(p3) . (3.14)
A un terme de surface pr
 
s, on peut le r   crire sous la forme
− i 〈DµGµν Σ†DνΣ〉− i
2
〈
Gµν Σ
† [Dµ, Dν]Σ
〉
= − g f
2
4
〈
DµΣ
†DµΣ
〉
− 1
2
〈
Gµν Σ
†Lµν Σ
〉
+
g
2
〈GµνGµν〉 . (3.15)
Ceci est d  au fait que la connexion Rµ est ici un champ dynamique gGµ: on a donc des  quations
de mouvement suppl  mentaires 2 pour r -exprimer certains termes en fonction des autres. On peut
utiliser les  quations de mouvement pour  crire ce terme O(p3) en fonction d’une combinaison
lin  aire des termes O(p2) multipli  s par g et d’un terme O(p3) (il s’agit de l’analogue du terme
L10 de (2.77)). Ceci montre que le nombre de constantes ind  pendantes dans ce secteur n’est
pas le m  me lorsque l’on  tudie l’EWSB, par rapport au cas de la χPT [NS00]. D’autre part, les
termes n’apparaissent pas au m  me ordre chiral, puisque l’on peut maintenant diviser le tenseur
de Faraday Rµν par g=O
(
p1
)
, tandis que cette constante n’existait pas dans le cas de la χPT.
3.1.3 Ordre O(p4)
Appliquant syst  matiquement les identit  s alg briques, ainsi que des int  grations par parties et les
 quation de mouvement (3.9) afin de r duire les termes O(p4)  un nombre minimal donnant des
contributions ind  pendantes, on arrive  la liste suivante de quinze op  rateurs
O1(4) = 〈LµνLµν〉 , (3.16)
O2(4) = 1f2 〈DρGµνD
ρGµν 〉 , (3.17)
O3(4) = i
〈
LµνDµΣDνΣ†
〉
, (3.18)
O4(4) = if2 〈LµνG
ρµGρ
ν〉 ,
2. Plus pr  cis  ment, on dispose de plus nombreuses possibilit s de red finitions des champs laissant la physique
invariante [SF95].
3.1 Lagrangien effectif 71
O5(4) =
〈
DµΣ
†DµΣ
〉2
, (3.19)
O6(4) =
〈
DµΣ
†DνΣ
〉 〈
DµΣ†DνΣ
〉
, (3.20)
O7(4) = 1f2 〈GµνG
µν 〉 〈DρΣ†DρΣ〉 , (3.21)
O8(4) = 1f2 〈GµνG
µρ〉 〈DνΣ†DρΣ〉 , (3.22)
O9(4) = 1f2
〈
Gµν Σ
†DρΣ
〉 〈
Gµν Σ†DρΣ
〉
, (3.23)
O10(4) = 1f2
〈
Gµν Σ
†DρΣ
〉 〈
GµρΣ†DνΣ
〉
, (3.24)
O11(4) = 1f2
〈
Gµν Σ
†DνΣ
〉 〈
GµρΣ†DρΣ
〉
, (3.25)
O12(4) = 1f4 〈GµνG
µν 〉 〈GρσGρσ〉 , (3.26)
O13(4) = 1f4 〈GµνG
µρ〉 〈GσνGσρ〉 , (3.27)
O14(4) = 1f4 〈GµνGρσ〉 〈G
µνGρσ〉 , (3.28)
O15(4) = 1f4 〈GµνGρσ〉 〈G
µρGνσ〉 . (3.29)
Pr cisons par ailleurs que les termes d  j  introduits aux ordres inf  rieurs, mais multipli  s par des
puissance de g seront comptabilis  s comme O(p4). Puisque ce ne sont pas des nouveaux op  rateurs,
ils n’apparaissent pas dans la liste (3.16-3.29). Ceci signifie que les constantes apparaissant en
facteur des op  rateurs s’exprimeront en r alit  comme un d  veloppement en puissances de g.
Le lagrangien effectif jusqu’  l’ordre O(p4) s’  crit
Leff =
∑
n=1
2
an On(2) +
∑
n=1
2
bnOn(3) +
∑
n=1
15
cnOn(4) +O
(
p5
)
, (3.30)
avec
O1(2) = − 12 〈GµνG
µν〉 , (3.31)
O2(2) = f
2
4
〈
DµΣ
†DµΣ
〉
. (3.32)
Les constantes apparaissant dans l’expression (3.30) prennent en r  alit la forme de s ries en
puissances de g
an = an,0 + g an,1 + g
2 an,2 +O
(
g3
)
, (3.33)
bn = bn,0 + g bn,1 +O
(
g2
)
, (3.34)
cn = cn,0 +O
(
g1
)
, (3.35)
o

la normalisation choisie en (3.31-3.32) pour les op  rateurs O(p2) fixe
an,0 = 1. (3.36)
3.2 Op
 
rateurs invariants de jauge
Les interactions entre les GBs et les champs de jauge ont pour cons  quence physique le m  canisme
de Higgs. Nous souhaitons utiliser au maximum une  criture en termes de champs physiques. Ceci
est en g  n  ral formul  comme un passage  la jauge unitaire. Ici, nous utilisons des red  finitions
des champs, mieux adapt  es  notre approche.
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3.2.1 Red   finitions des champs
Nous d  finissons des champ vectoriels invariants sous la sym  trie dynamique SU(2)R, que nous
appellerons Wµ. Nous effectuerons ensuite un changement de variable de Gµ vers ces nouveaux
champs. Dans une th  orie o

le m canisme de Higgs a lieu, une telle red  finition va permettre
d’obtenir un lagrangien ind  pendant des champs de Goldstone. La raison en est que la red  finition
des champs utilis  e est formellement une transformation de jauge dans laquelle les GBs intervien-
nent en tant que matrice de transformation SU(2)R. Si le lagrangien original est invariant sous
la sym  trie SU(2)R, on trouvera donc que l’  criture en termes des nouvelles variables n’implique
plus les GBs Σ. Explicitement, on utilise la d  finition suivante, qui peut  tre vue comme une
transformation de St   ckelberg inverse [GKK93] pour le cas non-ab  lien
gWµ ≡ i ΣDµΣ†
= i Σ ∂µΣ
†+ gΣGµΣ†−Lµ . (3.37)
Pr cisons de nouveau que, bien que cette  criture ressemble formellement  une transformation de
jauge, l’int  grale fonctionnelle impliquera en r  alit  toutes les valeurs de Σ∈SU(2). Par cons  quent,
(3.37) n’est donc pas un choix de jauge [GJ72, GKK93, NS00]. On effectue ensuite un changement
de variables selon
{Σ, Gµ}   {Σ,Wµ} . (3.38)
Notons que le jacobien de cette transformation est  gal  l’unit  [Nyf], car on n’a pas ici de
composante radiale correspondant au boson de Higgs, et donc pas de termes de Lee-Yang comme
on en aurait dans le cas du SM.
Les champs vectoriels que nous venons de d  finir sont invariants sous les transformations de
jauge SU(2)R, mais se transforment comme un triplet (repr  sentation adjointe) de la sym  trie
SU(2)L
3 (qui est en r  alit  globale, mais dont nous avons  tendu les transformations au groupe
local pour d  finir la fonctionnelle g  n ratrice, voir section 2.2)
Wµ  LWµL
† . (3.39)
Les charges des champs de jauge sont donc  crant  es, ce qui est mis en  vidence dans cette  criture:
c’est l  un des aspects du m  canisme de Higgs. Le point important est que l’on peut r " crire tous
les termes du lagrangien en fonction de variables invariantes sous la sym  trie SU(2)R. En effet, la
d  finition (3.37) permet d’absorber toutes les occurrences de la matrice Σ dans le lagrangien L2:
on obtient en appliquant les red  finitions des champs  L2 donn par (3.8)
L2 = − 1
2
〈WµνW µν〉+ f
2
4
〈(gWµ) (gW µ)〉− 1
g
〈WµνLµν〉− 1
2 g2
〈LµνLµν〉 . (3.40)
Dans cette  criture, on a utilis  la d  finition
Wµν = i Σ [Dµ, Dν]Σ
†
= DµWν −DνWµ− i g [Wµ,Wν] , (3.41)
avec la d  finition de la d  riv e covariante
DµWν = ∂µWν − i g [Lµ,Wν]  L (DµWν)L† . (3.42)
La propri t  de transformation pour Wµν est la suivante
Wµν  LWµνL† . (3.43)
3. Ceci a donn  lieu  l’appellation  transmutation de sym  trie  [CS86]. La sym  trie SU(2)L joue ici le r  le
de la sym  trie custodiale introduite en 1.3.2. La sym  trie (globale) sous laquelle les champs vecteurs massifs se
transforment comme un triplet est donc distincte de la sym  trie de Yang-Mills [EB64, Eli75, O’R98, Cha98].
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L’examen de l’expression (3.40) du lagrangien L2 permet de reconna  tre que l’on a affaire  un
champ de Yang-Mills massif. On pose pour cela les sources  gales  z ro 4, ce qui donne
L2
∣∣
Lµ
a=0
= − 1
2
〈(∂µWν − ∂νWµ− i g [Wµ,Wν]) (∂µW ν − ∂νW µ− i g [W µ,W ν])〉
+ M2 〈WµW µ〉 , (3.44)
moyennant l’identification
M2 =
g2 f2
4
= O(p2) . (3.45)
Dans cette derni
 
re  quation, le comptage chiral n  cessaire  la coh  rence du d  veloppement (voir
section 2.4.2.1) appara  t automatiquement. Ceci est d   au fait que la masse n’est pas introduite
 la main, mais via le m canisme de Higgs: la structure de Yang-Mills garantit que cette masse
n’obtiendra que des renormalisations en puissances de g (voir  ce sujet la discussion des divergences
quartiques dans l’annexe D.3). L’  quation (3.45) est cruciale pour la LEET: on ne pourra  tudier
une th orie de Yang-Mills massive dans ce cadre que si la masse est petite devant l’  chelle de la
nouvelle physique, permettant de consid  rer cette masse comme param
 
tre de d  veloppement.
Cette  quation illustre  galement que la coh  rence de la LEET demande de plus de consid  rer des
impulsions du m  me ordre de grandeur que la masse des bosons vecteurs.
Notons que les coefficients des deux derniers termes de (3.40) sont fix  s (voir  ce sujet l’annexe
D.1). Les  quations de mouvement classiques obtenues avec (3.40) s’  crivent
DµW µν +M2W ν + 1
g
DµLµν = 0 , (3.46)
avec la d  finition de la d  riv e Dµ pour un objet X dans la repr sentation adjointe de SU(2)L
DµX = ∂µX − i [gWµ+Lµ, X ] . (3.47)
Pr cisons que si l’on extrait l’expression des courants JL
aµ en terme de ces variables, on obtient les
identit  s champ-courant usuelles [Sak69, CS86]
JL
aµ =
δL2
δLµ
a
∣∣∣∣
Lσ
b=0
= −M
2
g
W aµ+O(p2) . (3.48)
On peut v rifier explicitement, utilisant les  quations de mouvement (3.46) que ce courant est
effectivement conserv
∂µJL
aµ
∣∣
Lσ
b=0
= 0. (3.49)
On peut r " crire le lagrangien effectif tout entier en termes de ces variables invariantes sous SU(2)R,
soit en substituant directement dans les expressions donn  es en 3.1, soit en utilisant les r
 
gles
d  duites  l’annexe D.2 pour  crire directement le lagrangien en termes de ces variables. Le point
important est que le lagrangien effectif, r" crit en termes des variables Wµ, ne d pend plus de la
matrice Σ 5, on peut donc effectuer l’int  grale fonctionnelle sur les champs de Goldstone, r  sultant
en un facteur multiplicatif constant. Finalement, on voit que la fonctionnelle g  n  ratrice (3.2)
s’  crit
eiΓ[Lµ
a] =
∫
d[Wµ
a] ei
∫
dxLe↑′ [Lµa ,Wµa] , (3.50)
4. Les sources Rµ
a nous ont servi d’outil technique pour introduire le couplage des champs de Yang-Mills aux
courants conserv s. En revanche, les sources Lµ
a restent en tant que sources pour extraire les fonctions de Green des
courants JL
aµ de la th orie sous-jacente. Ces fonctions de Green feront intervenir l’  change de bosons Wµ
a massifs,
 tant donn  e l’identit  champ-courant (3.48). Cependant, si l’on souhaite uniquement  tudier les fonctions de Green
des champs Wµ
a et non le lien avec la th  orie sous-jacente, on peut introduire une source couplant directement aux
champs Wµ
a.
5. En pr  sence d’anomalies, ceci n  cessite un  tude d  taill e, qui sera pr sent e au chapitre 6.
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o
 Leff′ est juste la r  criture du lagrangien effectif en terme des nouvelles variables, selon
Leff′ [Lµa ,Wµa] = Leff[Σ, Lµa , Gµa ] . (3.51)
3.2.2 Op   rateur des fluctuations quadratiques
Afin de calculer les contributions  une boucle dues  L2, on d  compose le champ Wµ selon
Wµ = Wµ+ ∆µ , (3.52)
en un champ de fond classique Wµ v rifiant les  quations d’Euler-Lagrange (3.46) et une fluctuation
quantique ∆µ. On consid
 
re alors le terme quadratique en ∆µ dans L2, qui va nous permettre
de calculer la contribution  une boucle. D  finissant par le symbole Y l’expression obtenue en
rempla  ant dans une fonctionnelle Y le champ total par le champ classique Wµ→Wµ, par exemple
Wµν = DµWν −DνWµ− i g
[
Wµ,Wν
]
, (3.53)
DµX = ∂µX − i
[
Lµ+ gWµ, X
]
, (3.54)
on peut  crire, apr
 
s quelques r  arrangements
L2 =
〈
∆µ
{
ηµν
(D ρDρ+M2)−DµDν}∆ν〉− 2 i 〈∆µ [gWµν +Lµν ,∆ν]〉+O(∆3) . (3.55)
A ce stade, il est commode d’utiliser une  criture en termes de vecteurs  trois composantes pour
les champs, au lieu des matrices 2× 2 hermitiennes. On d  finit ainsi la matrice 3× 3 Γνab selon
Γµ
ab ≡ 2 i
〈[
τa
2
,
τ b
2
] (
gWµ+Lµ
)〉
= − εabc (gWµc+Lµc ) , (3.56)
ce qui permet de d  finir la d  riv e covariante dµ,  partir de
dµ
ab∆ν
b ≡ 〈τaDµ∆ν〉
= ∂µ∆ν
a+ Γµ
ab∆ν
b . (3.57)
Notons que l’on a
[dµ, dν]
ab
∆ρ
b = Γµν
ab ∆ρ
b , (3.58)
avec
Γµν
ab ≡ 2 i
〈[
τa
2
,
τ b
2
] (
gWµν +Lµν
)〉
= − εabc (gWµνc +Lµν) , (3.59)
Cette  criture permet d’exprimer le terme quadratique de L2 sous une forme utile pour la suite
L2 = 1
2
∆µ
a F νµab∆bν +O
(
∆3
)
, (3.60)
avec
F νµab = η νµ
(
dρdρ+M
2
)− dµdν + 2 Γ νµ . (3.61)
On peut  galement v rifier certaines identit  s du type
[dρ,Γµν]
ab = 2 i
〈[
τa
2
,
τ b
2
] (
gDρWµν +DρLµν
)〉
. (3.62)
Le r  sultat de l’int  grale fonctionnelle  une boucle est∫
d[∆µ
a ] e
i
2
∫
dxdy∆µ
a(x)∆bν(y)F νµ ab(x)δ(4)(x−y) = eiTr lnF , (3.63)
o

la trace fonctionnelle est d  finie par
Tr lnF =
∫
dx
(
F µµaa(x) δ(4)(x− y)
)∣∣∣∣
y=x
. (3.64)
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La trace fonctionnelle sera en g  n ral divergente, les divergences ultraviolettes provenant de la
limite de co   ncidence y   x.
Dans la suite, nous utiliserons la notation F en omettant les indices et la variable x. Dans tous
les cas, il faudra lire le placement d’indice de Lorentz suivant
F νµab(x) →
abr  viation F . (3.65)
3.3 Renormalisation
 
une boucle
Nous d crivons la proc  dure de calcul  une boucle ainsi que les r  sultats, d  montrant explicitement
que ces calculs sont faisables   en jauge unitaire  , et que la proc  dure de renormalisation donne
des r sultats finis. En effet,  tant donn le propagateur pour un champ vectoriel massif, il n’est pas
 vident a priori , m  me  une boucle, que le nombre de divergences dans la fonctionnelle g  n  ratrice
soit fini, ni que ces divergences puissent effectivement  tre absorb  es dans les op  rateurs pr sent
dans notre lagrangien.
Nous avons vu ci-dessus que le lagrangien  l’ordre O(p2) avec lequel nous allons calculer les
diagrammes  une boucle  tait identique, une fois  crit en termes des op  rateurs invariants sous
la sym  trie dynamique, au lagrangien compos  des op  rateurs de dimension inf  rieure ou  gale
 quatre d’une th  orie de Yang-Mills massive. La litt  rature indique que les calculs  une boucle
effectu  s avec un tel lagrangien (et donc en jauge unitaire) comportent plus de divergences que le
lagrangien original ne peut en absorber: les fonctions de Green ne sont pas finies. En revanche, les
infinit  s se compensent lorsque l’on  value des  l  ments de la matrice S [Wei71, APQ72, APQ73,
BP99]. Dans le cas d’une LEET, on doit pouvoir absorber toutes les divergences, puisque tous les
op  rateurs permis par la sym  trie sont pr  sents. De plus, la formule de comptage de Weinberg nous
dit que les contributions  une boucle de L2 seront renormalis  es par les op  rateurs de L4. Nous
v rifions explicitement cette affirmation, et donnons la valeur des contre-termes n  cessaires pour
obtenir des r  sultats finis. Pour ce faire, nous adaptons la m  thode dite du noyau de la chaleur ,
utilis  e par exemple en χPT [GL84, DGH92] pour obtenir en une expression ferm  e toutes les
divergences  une boucle.
3.3.1 M   thode du noyau de la chaleur
En premier lieu, nous nous int  ressons au calcul de l’ensemble des divergences  une boucle. Une
proc  dure    l  gante  pour obtenir ces derni
 
res existe sous la m  thode dite du noyau de chaleur
[GL84, Bal89]. Plus pr cis ment, nous utiliserons une adaptation des m  thodes de [BV85]  notre
cas. On peut en r alit  pr senter deux calculs distinct, reposant sur des d  veloppements diff rents.
Nous choisissons ici de pr  senter la m  thode la plus rapide, bien qu’elle soit d’applicabilit  res-
treinte, car elle permet de suivre le d  compte des polarisations possibles pour un champ vectoriel
massif. Une autre m  thode, suivant de plus pr
 
s la logique g n  rale de la r  f  rence [BV85], est
expos e  l’annexe E.
Le point de d  part est l’expression suivante pour le logarithme d’un op  rateur (voir annexe E.1),
permettant d’en extraire les singularit  s  courtes distances par la m  thode de Schwinger-DeWitt
lnF = −
∫
0
+∞
ds
s
e−isF , (3.66)
avec la modification sous-entendue M2   M2− i  pour assurer la convergence de l’int  grale. Des
singularit  s vont r appara  tre plus tard dans l’int  gration sur s. En r  alit  , nous n’appliquerons
pas directement la formule (3.66)  l’op  rateur F lui-m  me, mais  des objets d  riv s: la difficult 
essentielle r  side dans la pr  sence de l’op  rateur diff  rentiel dµdν, non-diagonal en les indices de
Minkowski dans l’expression (3.61) de F (op  rateur non-minimal). Pour se ramener au cas d’un
op  rateur plus simple (minimal), on remarque, en d  finissant
K νµ = η νµ + d
µdν
M2
, (3.67)
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que l’on peut  crire
F νµK ρν = D νµ +M νµ , (3.68)
o

appara  t l’op  rateur minimal D νµ
D νµ = η νµ
(
dρdρ+M
2
)
+ 2 Γ ν
µ , (3.69)
et un op  rateur ne comportant qu’une d  riv e libre
M νµ = 1M2 [dρ,Γ
ρµ] dν . (3.70)
On va alors d  terminer les divergences dans l’expression Tr lnF en utilisant la relation
lnF = ln (D+M)− lnK . (3.71)
Il se trouve que l’on peut traiter les deux termes du membre de droite. En particulier, le terme ln
K se r duisant  la contribution d’un champ scalaire, qui sera donc soustraite  la contribution de
ln (D+M), correspondant  quatre polarisations, et ou la structure non-ab  lienne sera reconnais-
sable.
3.3.1.1 Contribution scalaire
Nous avons dit que la contribution Tr ln K correspondait  celle d’un champ scalaire. Ceci se
d  montre en utilisant l’invariance de la trace fonctionnelle sous les permutations circulaires [Bal89]
Tr lnK =
∑
n=1
∞
(− 1)n
nM2n
Tr
(
dµ (dρdρ)
n−1 dµ
)
=
∑
n=1
∞
(− 1)n
nM2n
Tr
(
(dρdρ)
n)
= Tr ln
(
dρdρ+M
2
)
, (3.72)
o

toutes les  galit  s sont valables  des constantes infinies pr
 
s. On reconna  t l’expression de
l’int  grale  une boucle pour un triplet de champs scalaires (dµ est une matrice 3×3 dans l’espace
d’isospin) dans la derni
 
re ligne de (3.72). Cette contribution se calcule donc suivant les m  thodes
usuelles dans ce domaine. Nous d  crivons rapidement les  tapes, car nous aurons besoin de leurs
g  n  ralisations dans la suite.
L’id  e est de partir de l’op  rateur d’Alembertien ∂2, qui gouverne les propri  t  s  courtes
distances de dρdρ+M
2. On a en effet, notant z=x− y
e−is∂
2
δ(d)(z) =
i(1−d/2)
(4   s)d/2
e
−iz2
4s . (3.73)
Dans (3.73), on voit appara  tre explicitement la dimension d’espace-temps d. A l’aide de cette  cri-
ture, les difficult  s  courtes distances z   0 seront transf  r  es en divergences pour l’int  gration
en s   0. Extrayant la contribution provenant du d’Alembertien, dominante  courtes distances,
on  crit pour l’op  rateur entier [Sch51, GL84]
e−is
(
dρdρ+M2
)
δ(d)(z) =
i(1−d/2)
(4   s)
d
2
e
−iz2
4s Ω(s, z) , (3.74)
o

la fonction Ω(s, z) est d  velopp  e en puissances de s selon
Ω(s, z) =
∑
n=0
∞
(− i s)n an(z) . (3.75)
Comparant la d  finition (3.74)  la relation (3.73), on a
a0(0) = 1 . (3.76)
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En r alit  , les coefficients an(z) sont des matrices 3×3 dans l’espace d’isospin, mais nous n’  crivons
pas explicitement les indices correspondants. Injectant le d  veloppement (3.75) dans l’  criture
(3.66), on voit que l’int  grale sur s est effectivement divergente en s = 0: le degr  de divergence
d  pend de la dimension d’espace-temps. Nous utiliserons donc une forme de r  gularisation dimen-
sionnelle, qui consiste  utiliser librement l’int  gration par partie dans les int  grales sur s en
omettant les termes de bords (voir l’annexe E.3) [Col84, BV85]. De l’expression pour le logarithme
d’un op  rateur (3.66), on d duit
ln
(
dρdρ+M
2
)
δ(d)(z) = − i
(1−d/2)
(4   )d/2
∫
0
+∞
ds
s(d/2−1)
e
−iz2
4s Ω(s, z) . (3.77)
Les termes g n  rant des p   les en d= 4 dans cette  quation sont les suivants
− i
2
Tr ln
(
dρdρ+M
2
)∣∣∣∣
div
=
i(2−d/2)
2 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
s(d/2+1)
〈
a0(0)− i s a1(0)− s2 a2(0)
〉
. (3.78)
Il nous faut donc  valuer les coefficients an(z) dans la limite de co   ncidence z = 0. Pour cela,
on remarque, d  rivant l’  quation d  finissante de Ω(s, z), que cette fonction v rifie une  quation
diff rentielle de type Schr   dinger ou bien de la propagation de la chaleur, dans laquelle la variable
s joue le r   le du temps (d’o

le nom de temps propre pour s et noyau de la chaleur pour l’ensemble
de la m thode)
i
(
∂
∂s
+
1
s
zµ dµ
)
Ω(s, z) =
(
dρdρ+M2
)
Ω(s, z) . (3.79)
Injectant le d  veloppement en puissances de s de Ω(s, z) (3.75) dans cette  quation, on obtient les
relations de r currence suivantes
zµ dµa0(z) = 0 , (3.80)
((n+ 1) + zµ dµ)an+1(z) =
(
dρdρ+M2
)
an(z) pour n> 0 . (3.81)
Par application r  p  t  e de ces relations dans le cas z= 0 avec la condition limite (3.76), on trouve
a1(0) = M
2 , (3.82)
a2(0) =
1
12
Γµν Γ
µν +
1
2
M4 . (3.83)
Le seul terme qui ne soit pas une constante dans l’expression des divergences (3.78) est donc celui
contenant a2(0). Par ailleurs, seule cette int  grale produit un p   le en d= 4 avec la r  gularisation
employ e (voir section E.3). On trouve ainsi
− i
2
Tr ln
(
dρdρ+M2
)∣∣∣∣
div
=
1
12
1
16   2
1
d− 4
∫
dx 〈Γµν Γµν 〉 . (3.84)
La trace dans le membre de droite est prise dans l’espace des matrices 3 × 3. Il restera alors 
exprimer ce r  sultat dans la notation originale en termes de matrices 2×2. Cependant, nous devons
tout d’abord calculer la contribution aux divergences due  l’op  rateur D+M.
3.3.1.2 Contribution vectorielle
On  crit le d  veloppement de ln(D+M) en puissances de M
ln(D+M) = lnD+
∑
n=1
∞
(− 1)n−1
n
(MD−1)n . (3.85)
D finissant les matricesMn, qui portent en r  alit des indices de Minkowski en plus de leurs indices
d’isospin, selon
M1 = M , (3.86)
Mn+1 = MMn+ [D,Mn] pour n> 1 , (3.87)
on peut  crire
ln(D+M) = lnD+
∑
n=1
∞
(− 1)n−1
n
MnD−n . (3.88)
78 Yang-Mills massif: le cas SU(2)
Ce d veloppement est utile car nous avons besoin de consid  rer uniquement les termes jusqu’ 
n= 4 pour extraire les divergences, comme nous le verrons. Pour exploiter (3.88), il nous faut non
seulement une expression pour le logarithme de l’op  rateur D, mais  galement pour ses puissances
inverse, qui sont donn  es en E.1 selon
D(M2)−n = in
(k− 1)!
∫
0
+∞
ds sn−1 e−isD
(
M2
)
. (3.89)
Pour d  terminer le premier terme de (3.85) et  galement pour tous les autres, il nous faudra utiliser
la g n  ralisation de la fonction Ω(s, z) en une matrice Ω ν
µ (s, z) portant des indices de Minkowski(
e−isD
(
M2
))
ν
µ
δ(d)(z) =
i(1−d/2)
(4   s)
d
2
e
−iz2
4s Ω ν
µ (s, z) . (3.90)
Dans ce cas  galement, les coefficients du d  veloppement
Ω ν
µ (s, z) =
∑
n=0
∞
(− i s)n anνµ (z) , (3.91)
vont  tre d  termin  s en utilisant les relations de r currence, qui sont ici
zµ dµa0ν
µ (z) = 0 , (3.92)
((n+ 1) + zµ dµ)an+1ν
µ (z) = D σµ
(
M2
)
anν
σ (z) pour n> 0 . (3.93)
La condition pour le premier coefficient  tant cette fois
a0ν
µ (0) = η ν
µ . (3.94)
En r alit  , on aura  galement besoin de conna  tre la valeur de certaines expressions impliquant
des d  riv es dµ agissant sur ces coefficients, toujours dans la limite de co   ncidence. Les expressions
n  cessaires sont donn  es  l’annexe E.2. On trouve les contributions suivantes: pour i/2 Tr ln D,
l’expression est identique au membre de droite de (3.78), except  que les coefficients apparaissant
portent des indices de Minkowski anµ
µ (0), et que le signe global est oppos  . D’apr
 
s les valeurs
donn  es en E.2, on trouve
i
2
Tr lnD
∣∣∣
div
=
5
3
1
16   2
1
d− 4
∫
dx 〈Γµν Γµν〉 . (3.95)
En r  alit le facteur 5/3 provient d’une contribution d/12 du premier terme dans (E.20), qui est
l’analogue du premier terme dans l’expression (3.83) de a2(0), mais avec une somme sur les indices
de Minkowski, et d’une contribution − 2 du dernier terme de la m  me  quation, qui provient
purement de la structure non-ab  lienne.
Comme les calculs sont assez fastidieux, nous rel  guons une description de la contribution des
termes MnD−n pour n6 4  l’annexe E.4.
3.3.1.3 Divergences  une boucle
Le r  sultat final est que le p   le en d=4 de la contribution  une boucle  la fonctionnelle g  n  ratrice
est donn  par
i
2
Tr lnF
∣∣∣
div
=
1
16   2
1
d− 4
∫
dx
×
{
7
4
〈Γµν Γµν〉 − 7
12M2
〈[dρ,Γρµ] [dσ,Γσµ]〉
− 1
24M4
〈[dµ, [dρ,Γρν]] [dµ, [dσ,Γσν]]〉 − 1
6M4
〈[dρ,Γρµ] [dσ,Γσν] Γµν〉
− 1
24M6
〈[dρ,Γρµ] [dσ,Γσν] [dµ, [dτ ,Γτν]]〉
− 1
96M8
〈[dρ,Γρµ] [dσ,Γσν]〉
〈
[dτ ,Γτµ]
[
dλ,Γλν
]〉
− 1
192M8
〈[dρ,Γρµ] [dσ,Γσµ]〉
〈
[dτ ,Γτν]
[
dλ,Γλν
]〉}
. (3.96)
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Une remarque est n  cessaire concernant cette expression: l’apparition de puissances inverses de M
est directement li  e au terme pµ pν/M
2 du propagateur pour le champ vectoriel massif. Chaque
puissance de M contenant une puissance de g, il semblerait donc que l’expression soit singuli
 
re
dans la limite g   0. Ceci  tant dit, chaque courbure Γµν contient les sources Lµ, mais  galement
les champs classiques Wµ accompagn  s d’une puissance de g. Il faut donc utiliser les  quations
de mouvement (3.46) pour mettre le r  sultat (3.96) sous la forme des termes ind  pendants du
lagrangien effectif Leff′ . Pour arriver  cela, il faut  galement revenir  l’  criture en termes de
matrices 2× 2. Lorsque ceci est fait, on trouve
i
2
Tr lnF
∣∣∣
div
=
1
16   2
1
d− 4
∫
dx
{
43
3
g2O1(2) + 176 g
2O2(2)
+
1
12
gO1(3)
+
1
12
O1(4)− 56 O3
(4)− 1
12
O5(4)− 16 O6
(4)
}
. (3.97)
On v rifie donc explicitement que toutes les divergences prennent la forme de termes pr  sents dans
le lagrangien. Employant la m  me d  finition que pr c  demment pour λ
λ =
µd−4
16   2
(
1
d− 4 −
1
2
(ln 4   − γ+ 1)
)
, (3.98)
on d  finit les constantes nues en fonction des constantes renormalis  es selon
an,2 = an,2
r (µ) +αnλ , (3.99)
bn,1 = bn,1
r (µ) + βn λ, (3.100)
cn,0 = cn,0
r (µ) + γnλ, (3.101)
avec
α1 = − 43
3
, (3.102)
α2 = − 17
6
, (3.103)
β1 = − 1
12
, (3.104)
γ1 = − 1
12
, (3.105)
γ3 =
5
6
, (3.106)
γ5 =
1
12
, (3.107)
γ6 =
1
6
, (3.108)
β2 ainsi que tous les autres coefficients γn  tant nuls. Alors, on d  finit le lagrangien effectif renor-
malis Leffr comme le lagrangien effectif, mais avec les constantes renormalis  es apparaissant dans
le membre de droite de (3.99-3.101), au lieu des constantes nues du membre de gauche. D  notant
par i/2 Tr lnF |finie(µ) la partie finie des diagrammes  valu  s en r  gularisation dimensionnelle avec
l’  chelle µ, on aura
i
2
Tr lnF +
∫
dxLeff = + i
2
Tr lnF
∣∣∣∣
finie
(µ) +
∫
dxLeffr (µ) . (3.109)
Nous v rifions explicitement  la section 3.3.2 que les fonctions  deux points sont effectivement
finies avec ces renormalisations.
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3.3.2 Fonction   deux points des courants de Noether
On effectue le calcul du terme quadratique en sources dans la fonctionnelle g  n  ratrice Γ[Lµ
a ], en
r gularisation dimensionnelle. A nouveau, nous utilisons comme variable les champs invariants sous
la sym  trie SU(2)R: les champs Wµ
a. Les techniques de calcul pour les diagrammes  une boucle
 tant connues, nous donnons uniquement les r  sultats et commentons quelques points sp  cifiques
aux LEETs. A titre de v rification, ces calculs ont  galement  t  effectu s sur ordinateur, en les
programmant en langage FORM [Ver00].
Les calculs sont effectu  s  l’ordre O(p4), c’est  dire en tenant compte des contributions  une
boucle avec les termes du lagrangien O(p2) et en arbres pour les termes de L2,L3 et L4. Avec les
renormalisations donn  es en (3.102-3.105), le r sultat est fini, est ind  pendant de l’  chelle µ. On
peut  crire la fonction  deux points des courants JL
aµ sous la forme
i
∫
dx eip·x
〈
0|TJLaµ(x) JLbν(0)|0
〉
=
(
ηµν p2− pµ pν)
×
{
Z
MW
2
g2
1
p2−MW2
+ f
(
p2
)}
+O(p3) , (3.110)
o

f est une fonction d’ordre O(p0). Afin d’expliciter cette  criture, quelques d  finitions sont en
ordre: nous utilisons les conventions de [GL84]. Les d  finitions sont les suivantes. La fonction 
deux points J
(
p2
)
est donn  e par
i J
(
p2
)
=
∫
ddk
(2   )d
1
k2−M2
1
(k− p)2−M2 . (3.111)
La fonction  deux points renormalis  e est d  finie par
J
(
p2
)
= J
(
p2
)− J(0) . (3.112)
Egalement, de fa  on  faire appara  tre explicitement les p   les, nous d  finissons
J˜
(
m2, p2
)
=
J
(
p2
)− J(m2)− (p2−m2) J ′(m2)
(p2−m2)2 , (3.113)
o

J ′ est la d  riv e de la fonction J . Les fonctions J˜ ne pr sentent donc pas de p   les.
Avec ces notations, la masse physique MW est d  finie par
MW
2
M2
= 1 + g (−a1,1 + a2,1)
+ g2
(
a1,1
2 −a1,1 a2,1− a1,2r (µ) + a2,2r (µ) + 12 c2,0
)
+ g2
(
− 23
64   2
ln
(
M2
µ2
)
− 61
192   2
+
33
4
J
(
M2
))
. (3.114)
Le facteur Z est donn  par
Z = 1 + g (a1,1− 2 b1,0)
+ g2
(
b1,0
2 +a1,2
r (µ)− 2 b1,1r (µ) + 85192   2 ln
(
M2
µ2
)
)
+ g2
(
253
576   2
− 55
4
J
(
M2
)
+
33
4
M2 J ′
(
M2
))
. (3.115)
La fonction f ne contient pas de p   le, et est donn  e par
f
(
p2
)
= b1,0
2 +
1
2
c1,0
r (µ) +
1
192   2
ln
(
M2
µ2
)
+
25
576   2
− 11
2
M2 J ′
(
M2
)
− 1
12
J
(
p2
)
+M2
(
p2
(
4 J˜
(
0, p2
)− 11
2
J˜
(
M2, p2
))
+
55
4
M2 J˜
(
M2, p2
))
. (3.116)
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Ces expressions sont finies (et ind  pendantes d’  chelles): les termes proportionnels  λ (2.88)
dus aux int  grales de boucles, et les facteurs de λ entrant dans les d  finitions (3.99-3.101) se
compensent.
Notons que cette renormalisation proc
 
de diff  remment du cas des th  ories renormalisables
usuelles: la constante g n’est pas renormalis e, mais les constantes an, bn, cn le sont. De plus, avec
l’  criture adopt  e, la masse M2 n’est pas directement renormalis  e: le rapport MW/M est fini.
En revanche, c’est la constante de basse  nergie a2 apparaissant devant le terme de masse qui est
renormalis  e. On peut v rifier dans les expressions (3.114-3.115) que la fonction  deux points
est ind pendante de l’  chelle µ. Ceci montre explicitement que l’on peut exprimer des quantit  s
physiques, telles que la masse MW en fonction des param
 
tres du lagrangien. La masse s’  crit
comme un d  veloppement en puissances de g. Nous obtenons que les premi
 
res corrections  la
masse carr  e sont d’ordre g3: ces corrections peuvent sembler importantes a priori , mais on ne
s’attend pas  ce que les constantes a1,1 et a2,1 soient d’ordre unit  , mais plut   t d’ordre f/Λ,
d’apr
 
s la discussion pr c dant (2.96).
Nous avons ici travaill  en r gularisation dimensionnelle,  vitant la question des divergences en
puissances. Pour une discussion auxiliaire li  e  l’annulation des divergences quartiques due  la
structure de jauge, voir section D.3.
3.4 R
 
sum
 
Dans ce chapitre, nous avons consid  r la th  orie effective  basse  nergie d  crivant les interactions
des trois GBs r sultant de la brisure de sym  trie SU(2)L×SU(2)R avec une th  orie de Yang-Mills
SU(2). Les GBs d  crivent la dynamique  basse  nergie d’une th  orie pr  sentant cette brisure, du
moment que les autres modes produits seront plus massifs. La diff  rence entre les mod
 
les inter-
viendra au niveau de la valeur des constantes de basse  nergie apparaissant devant les op  rateurs
du lagrangien effectif.
Le couplage des champs de jauge aux courants conserv s du secteur produisant les GBs est
introduit directement, en identifiant le groupe de transformation SU(2)R au groupe de Yang-Mils
SU(2). On construit alors le lagrangien effectif, qui contient tous les termes invariants sous les
sym  tries du probl
 
me. Ces termes sont ordonn  s sous forme d’un d  veloppement  basse  nergie,
selon les r
 
gles de comptages d  crites au chapitre 2, permettant en principe un d  veloppement en
boucles.
Un des objectifs de ce chapitre  tait de d  montrer explicitement le fonctionnement de la proc  -
dure de renormalisation  une boucle dans le cas d’une th  orie de Yang-Mills subissant le m  canisme
de Higgs, et de pr  senter une premi
 
re application. Pour ce faire, nous avons choisi de travailler
avec des variables invariantes de jauge (sous la sym  trie dynamique SU(2)R). Ceci entra  ne que
seuls les champs physiques apparaissent encore dans le lagrangien, d’o

l’utilisation abusive de
l’expression   jauge unitaire  . La proc  dure de renormalisation  une boucle est effectu  e avec
ces variables: on utilise les m  thodes du noyau de la chaleur pour obtenir toutes les divergences 
une boucle dans une expression ferm  e. Ceci d  montre que le calcul de la fonctionnelle g  n  ratrice
 une boucle dans la jauge unitaire g  n
 
re un nombre fini de divergences. De plus, ces derni
 
res
peuvent effectivement  tre absorb  es dans les constantes du lagrangien O(p4), comme pr  vu par le
comptage de puissance. Nous donnons des d  tails sur la m  thode du noyau de la chaleur, adapt  e
 notre cas d’un champ de Yang-Mills non-ab  lien et massif  l’annexe E.
Nous avons ainsi  tudi  le couplage de champs de jauge SU(2)  un triplet de GBs r  sultant
de la brisure SU(2) × SU(2)   SU(2), utilisant le comptage de puissance introduit au chapitre
2. Nous avons  galement explicitement v rifi la coh  rence du d veloppement  une boucle. Il ne
semble donc pas y avoir de difficult  s quant  la coh  rence th  orique d’une LEET pour la brisure
d’une th  orie de Yang-Mills SU(2)×U(1) vers U(1) sans Higgs physique, y compris concernant le
calcul en jauge unitaire. Nous verrons cependant  la section 5.1 que, dans une telle application,
on rencontrerait d’autres difficult  s, d’ordre ph  nom  nologique: le couplage direct des GBs aux
champs de Yang-Mills, ainsi qu’aux fermions qui leur sont coupl  s permettrait des termes  l’ordre
O(p2) qui ne sont pas observ s exp  rimentalement  ce niveau de pr  cision (ils correspondent 
des op  rateurs irrelevants dans le cas du SM, voir section 1.6.2).
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Ceci nous incite  trouver un autre moyen pour introduire le couplage entre les GBs et les
champs de jauge. Comme premi
 
re application de cette id  e, nous nous int  ressons aux mod
 
les
moose , d  crits  l’annexe F. Nous en introduisons un formalisme utilisant des spurions pour
introduire les couplages au chapitre 4. La solution que nous proposons sera ensuite appliqu  e au
cas de l’EWSB au chapitre 5.
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
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Chapitre 4
Bosons de Goldstone, r   sonances vecto-
rielles et r   gles de somme de Weinberg
Dans ce chapitre, nous poursuivons notre investigation de l’interaction entre champs de jauge
et GBs: nous reconsid  rons l’introduction des couplages entre les uns et les autres, proc  dant
diff remment des sections 2.4.2.1 et 3.1.1. Nous aurons recours  une plus grande sym  trie sous
laquelle les transformation des GBs et celles des champs de Yang-Mills sont ind  pendantes. Nous
introduisons en effet des champs se transformant  la fois sous les sym  tries de jauge et sous les
transformations chirales agissant sur les GBs. En revanche, l’int  grale fonctionnelle ne porte pas
sur ces champs: ce sont des spurions. On requiert  galement que les spurions satisfassent  la
contrainte de covariance constante: ceci permet de d  crire la r  duction de sym  trie correspondant
 l’introduction du couplage des GBs aux champs de jauge. La contrainte de constance covariante
r duit l’espace des configurations admises pour les connexions. De plus, apr
 
s r  solution des con-
traintes, on constate que les spurions se r  duisent  des constantes: celles-ci serviront de param
 
tres
de d  veloppement.
Appliqu  au mod
 
les mooses , qui consistent en un encha  nement de th  ories de jauges et de
mod
 
les sigma non-lin  aires interagissant les uns avec les autres (voir l’annexe F), le d veloppement
en puissance des spurions permet une classification des op  rateurs du lagrangien effectif, distin-
guant entre les termes d’un m  me ordre du d  veloppement en puissances des impulsions. La r
 
gle
g  n  rale est la suivante: les interactions entre objets distants le long de la cha  ne que constitue le
moose sont rel  gu  es aux ordres sup  rieurs dans ce d  veloppement. A l’ordre le plus bas dans le
d  veloppement chiral et dans le d  veloppement en puissances des spurions, on obtient ainsi le m  me
lagrangien que celui postul  dans l’hypoth
 
se de d   construction dimensionnelle (voir l’annexe F.3):
il ne contient pas de termes   non-locaux  dans la cinqui
 
me dimension d  finie par la cha  ne du
moose .
L’interpr tation des cons  quences physiques de l’absence de tels termes n  cessite un nouveau
d  tour par le domaine de la QCD  basse  nergie. On remarque en effet que l’extension de la χPT
vers les plus hautes  nergies, incluant explicitement les r  sonances vectorielles les plus l  g
 
res dans
le lagrangien effectif contenant tous les termes permis par la sym  trie chirale [Mei88, EGL+89], ne
reproduit pas automatiquement les deux deux r
 
gles de somme de Weinberg (Weinberg sum rules
ou WSRs) [Wei67b] 1 d  duites de la QCD. Notons que ces WSRs ne sont pas uniquement li  es  la
sym  trie chirale, mais  galement aux propri  t  s  courtes distances de la QCD (voir annexe G.1).
On doit donc imposer  la th  orie effective de reproduire les WSRs, ce qui n  cessite d’interdire
certaines interactions.
Le moose lin  aire ouvert fournit une extension particuli
 
re de la χPT, incluant des r  sonances
vectorielles comme degr  s de libert  dynamiques dans la LEET: comme d  j  discut   la sec-
tion 2.4.2.1 abordant les extensions de la χPT, les champs vectoriels (massifs) doivent alors  tre
introduits comme champs de jauge afin que leurs masses soient prot  g  es. Si les interactions cor-
respondant  des termes non-locaux le long du moose sont  limin es, on obtient  l’approximation
des arbres [SS03] les deux WSRs, correspondant  un comportement plus doux  haute  nergie que
celui na  vement attendu.
1. Au sujet des WSRs en χPT et ses extensions, on pourra consulter l’annexe G.
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Dans ce chapitre, nous proposons une approche bas  e sur les sym  tries, en relation avec l’id  e
de naturalit  [tH79a], et non sur une r  f rence aux th  ories  cinq dimensions et  la localit  dans
la dimension suppl  mentaire. Le cadre des mooses et du d veloppement en puissances de spurions
permet ainsi de rejeter aux ordres sup  rieurs les interactions engendrant des corrections aux WSRs.
De plus, nous montrerons  la section 4.2.1 qu’un moose  K sites donne  l’ordre dominant du
d  veloppement appropri  , K r
 
gles de somme g n  ralisant ces deux WSRs 2. Nous discutons leur
lien avec le sch  ma de brisure de la sym  trie chirale.
4.1 Spurions et  
Dans cette section, nous pr  sentons le d veloppement simultan  en puissances des impulsions et
des spurions, appliqu  aux mooses lin  aires ouverts. Partant du cas o

les GBs et les champs de
jauge n’interagissent pas, on introduit leurs couplages via la contrainte de covariance constante
appliqu  e aux spurions. En l’absence des spurions, les GBs et les champs de jauge n’interagissent
plus, le groupe de sym  trie du lagrangien est alors plus grand. Par cons  quent, un d  veloppement
autour de ce point est possible, les corrections radiatives aux petits param
 
tres  tant elle-m  mes
faibles. Les param
 
tres de la th  orie sous-jacente n’auront donc pas   tre ajust s finement pour
obtenir de telles valeurs des param
 
tres de la th  orie effective.
Afin de distinguer la situation dans laquelle le moose est disjoint de celle o

les constantes de
couplage de jauge sont nulles, on est contraint d’introduire des nouveaux param
 
tres de d  veloppe-
ment. Ceux-ci vont provenir des spurions, lesquels rendent le lagrangien effectif invariant sous une
sym  trie plus grande sous laquelle les transformations des GBs et celles des champs de jauge sont
ind  pendantes. Ceci nous donne la loi de transformation des spurions. La contrainte de constance
covariante appliqu  e aux spurions implique une relation entre les transformations de jauge et
celles des GBs. De plus, chaque spurion se r  duit alors  une constante, qui sert de param
 
tre de
d  veloppement.
Notons que les spurions on  t employ s  maintes reprises par le pass  : pour introduire en
χPT la brisure explicite de sym  trie due aux masses des quarks [Wei79c, GL84], pour introduire le
couplage  lectromagn  tique des quarks dans cette m  me χPT [EGPdR89, Ure95] et pour l’ tude
des masses radiatives des PGBs [Mou97]. Dans toutes ces applications aux LEETs, les spurions
sont utilis  s comme param
 
tres de d  veloppement. D’autre part, des spurions ont  galement  t 
utilis  s dans le seul but de compter formellement les occurrences des constantes de couplages dans
les mooses ferm  s [AHCG01b]. Le but  tait de d  terminer l’ordre auquel les corrections radiatives
aux masses des PGBs apparaissent, supposant que l’on s’est d  barrass des termes ind  sirables
(les termes non-locaux). Ces spurions sont ensuite pos  s  gaux  un, et ne peuvent donc pas
servir de param
 
tres de d  veloppement. Les spurions que nous utilisons ici sont apparent  s au
premier cas: ils seront utilis  s comme param
 
tres de d  veloppement. L’emploi de la contrainte de
constance covariante est en revanche nouveau dans ce cadre, et nous d  taillons donc les  tapes
correspondantes.
4.1.1 GBs et champs de jauge
Nous consid  rons K+ 1 triplets de GBs, d  crivant chacun la brisure spontan  e SU(2)×SU(2)  
SU(2). Ind  pendamment de ces GBS, nous incluons K th  ories de Yang-Mills SU(2). Nous
d  crivons le cas g  n ral, laissant K libre. En revanche, les sch  mas r sumant les propri  t s de
transformations des champs, comme par exemple la figure 4.1, repr sentent le cas K = 2.
2. Depuis que nous avons publi  ce travail dans [HS04b], d’autres auteurs ont  galement retrouv ce r  sultat
concernant les r gles de somme de Weinberg [CKT04]. Par ailleurs, nous nous int ressons particuli  rement  la
formulation du d  veloppement en termes de spurions, qui n’appara 	 t pas dans [CKT04].
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Σ0,1
Σ1,2 Σ2,3
L0 R3R1 G1 L1 R2 G2 L2
Figure 4.1. Trois triplets de GBs et deux th   ories de Yang-Mills.
Les trois mod  les sigma non-lin  aires sont repr  sent  s par des fl  ches joignant des carr  s: ceci
repr sente par exemple le fait que la matrices Σ0,1∈SU(2) d  crivant un triplet de GBs se transforme
selon
Σ0,1  L0 Σ0,1R1
† , (4.1)
avec (L0, R1) ∈ SU(2) × SU(2). Les groupes de jauge sont repr  sent s par des cercles: le cercle
 tiquet  par G1 signifie que le champ de jauge hermitien G1µ se transforme selon
G1µ  G1G1µG1
†+ i
g1
G1 ∂µG1
† , (4.2)
avec G1∈SU(2). Notons que le placement des diff rents  l ments de la figure n’a pas d’importance

ce stade.
L’ensemble des cinq th  ories ind  pendantes que nous venons de d  crire est invariant, pour K
g  n  rique, sous le groupe
Snaturel,K =
∏
l=1
K
SU(2)Gl×
∏
k=0
K
SU(2)Lk× SU(2)Rk+1 , (4.3)
sous lequel les champs se transforment selon
Σk,k+1  LkΣk,k+1Rk+1
† , pour k= 0,  ,K, (4.4)
Gkµ  GkGkµGk
†+ i
gk
Gk ∂µGk
† , pour k= 1,  ,K. (4.5)
Reprenant la m  thode pr  sent e

la section 2.2 pour construire la fonctionnelle g n  ratrice des
courants de sym  trie, on consid  re une version locale des transformations Lk, Rk en introduisant
les sources correspondantes. Le lagrangien effectif doit alors  tre invariant lorsque, simultan  ment
aux transformations des GBs (4.4), on transforme les sources Lkµ, Rkµ selon
Lkµ  LkLkµLk
†+ iLk ∂µLk
† , (4.6)
Rkµ  RkRkµRk
†+ iRk ∂µRk
† . (4.7)
On introduit donc les d  riv es covariantes suivantes
DµΣk,k+1 = ∂µΣk,k+1− iLkµΣk,k+1 + i Σk,k+1Rk+1µ , pour k= 0,  ,K. (4.8)
Le lagrangien effectif contiendra tous les termes invariants sous le groupe de sym  trie Snaturel,K
(4.3). D’apr s l’  tude du chapitre 2, le comptage de puissance appropri  pour le d  veloppement

basse  nergie est le suivant (les fk sont les constantes de d  sint  gration des GBs)
fk = O
(
p0
)
, (4.9)
Σk,k+1 = O
(
p0
)
, (4.10)
gk = O
(
p1
)
, (4.11)
Gkµ = O
(
p0
)
, (4.12)
Lkµ, Rkµ = O
(
p1
)
. (4.13)
Le lagrangien O(p2) le plus g  n  ral invariant sous Snaturel,K est
L2 = 1
4
∑
k=0
K
fk
2
〈
DµΣk,k+1D
µΣk,k+1
†
〉
− 1
2
∑
k=1
K
〈GkµνGkµν 〉 , (4.14)
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o

l’on a not 
Gkµν = ∂µGkµ− ∂νGkµ− i gk [Gkµ, Gkν] , pour k= 1,   ,K. (4.15)
4.1.2 Introduction des couplages le long de la cha

ne
Le lagrangien (4.14) ne contient pas d’interactions entre les diff rents  l ments de la figure 4.1.
Pour introduire les couplages entre les GBs et les champs de jauge, nous n’introduisons pas de
nouveaux termes, mais restreignons les champs  l’aide de contraintes.
4.1.2.1 Spurions r  els
On consid
 
re les champs spurioniques suivants: pour k= 1,  ,K, on introduit des matrices 2× 2
d  not  es par Xk, Yk. Ces matrices sont suppos  es satisfaire  une condition de r alit 
Xkc = Xk , pour k= 1,   ,K, (4.16)
Ykc = Yk , pour k= 1,   ,K, (4.17)
o

le conjugu  d’une matrice 2× 2 a  t  d  fini comme en (1.80) selon
Xc = τ
2X∗ τ2 . (4.18)
Pr cisons d
 
s maintenant que l’on appliquera le comptage suivant aux spurions
Xk, Yk = O() , pour k= 1,   ,K, (4.19)
o

 est un petit param
 
tre 3, dont le comptage est a priori ind  pendant de celui en puissances de
p. La possibilit  de consid  rer les spurions comme param
 
tres de d  veloppement est garantie par
le fait que le cas = 0 correspond  recouvrer la sym  trie Snaturel,K.
Les propri  t  s de transformation des spurions sont
Xk  RkXkGk
† , pour k= 1,   ,K, (4.20)
Yk  GkYkLk
† , pour k= 1,   ,K. (4.21)
Les conditions de r  alit  (4.16-4.17) sont bien compatibles avec les transformations (4.20-4.21).
Ce point, ainsi que la condition de r  alit elle-m  me, est particulier au groupe SU(2). Les lois de
transformations des spurions sont repr  sent es  la figure 4.2 (comparer avec la figure 4.1). On
reconna  t bien le fait que les spurions relient les transformations de jauge avec celles des GBs.
Σ0,1
X1 Y1 Σ1,2 X2 Y2 Σ2,3
L0 R3R1 G1 L1 R2 G2 L2
Figure 4.2. Introduction des spurions dans la th   orie effective du moose d  connect   d   crite  la section 4.1.1.
On impose la contrainte de covariance constante suivante aux spurions 4
DµXk = 0, pour k= 1,  ,K, (4.22)
DµYk = 0, pour k= 1,  ,K, (4.23)
o  l’expression explicite des d  riv es covariantes est la suivante, d’apr  s (4.20-4.21)
DµXk = ∂µXk− iRkµXk+ i gkXkGkµ , (4.24)
DµYk = ∂µYk− i gkGkµYk+ iYkLkµ . (4.25)
3. Nous consid   rons le cas le plus simple, dans lequel tous les spurions sont sujets au m  me comptage. Ceci
n’est pas une n   cessit   absolue pour la coh   rence du d  veloppement.
4. Bien que l’on puisse envisager d’introduire cette contrainte via des multiplicateurs de Lagrange, nous pr   f   rons
ici proc   der de la mani re la plus simple possible.
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Pour r  soudre les contraintes (4.22-4.23), nous choisirons une jauge, que nous appellerons jauge
standard , dans laquelle les spurions peuvent  tre  crits comme des matrices constantes propor-
tionnelles  l’unit  (la notation =
j. s.
signifie que l’  galit  est  crite dans cette jauge particuli
 
re, en
injectant la solution des contraintes)
Xk =
j. s.
ξk
 
2×2 , (4.26)
Yk =
j. s.
ηk
 
2×2 . (4.27)
Les constantes ξk, ηk seront alors des param
 
tres de d  veloppement, d’apr
 
s (4.19)
ξk, ηk = O() , pour k= 1,   ,K. (4.28)
D’autre part, dans la jauge, o

(4.26-4.27) sont valables, on trouvera que les sources et les champs
de jauge sont identifi  s
Rkµ
a =
j. s.
gkGkµ
a , pour a= 1, 2, 3, (4.29)
Lkµ
a =
j. s.
gkGkµ
a , pour a= 1, 2, 3, (4.30)
ce qui est bien le r sultat d sir  , r sum  par le tableau 4.1.
SU(2)Rk × SU(2)Gk × SU(2)Lk
|
Xk, Yk
↓
SU(2)Rk+Gk+Lk
Tableau 4.1. r  duction de sym  trie due aux spurions Xk et Yk.
La diff  rence avec les sections 2.4.2.1, 3.1.1 et 5.1, ainsi que l’annexe F, est que les autres
interactions des champs de jauge avec les GBs seront supprim  es par des puissances des spurions.
D  monstration
On remarque tout d’abord que les conditions de r  alit (4.16-4.17)  quivalent  la possibilit 
d’  crire
Xk = ξkUk , pour k= 1,   ,K, (4.31)
Yk = ηk Vk , pour k= 1,   ,K, (4.32)
o

ξk, ηk sont des fonctions r  elles, et Uk et Vk appartiennent  SU(2). Les fonctions ξk et ηk sont
invariantes sous les transformations. Comme les contraintes impliquent, ind  pendamment de la
jauge
Dµ
(
XkXk
†
)
= ∂µ
(
XkXk
†
)
= 0 , (4.33)
on peut montrer que
∂µξk = 0 , (4.34)
et de m  me pour Yk
∂µηk = 0. (4.35)
Nous d montrons  pr  sent les affirmations (4.26-4.30). A cet effet, nous utilisons une transforma-
tion SU(2)Rk avec le param
 
tre suivant
Rk = Uk
† . (4.36)
Identifiant alors les composantes dans la contrainte (4.22), on obtient l’  criture (4.26), ainsi que le
r sultat annonc  en (4.29), qui correspond  la r duction de sym  trie d  crite au tableau 4.2.
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SU(2)Rk × SU(2)Gk
|
Xk
↓
SU(2)Rk+Gk
Tableau 4.2. R  duction de sym  trie due au spurion Xk.
On proc
 
de de la m  me mani
 
re pour Yk, appliquant la transformation SU(2)Lk suivante
Lk = Vk . (4.37)
Ceci permet de mettre Yk sous la forme (4.27). On obtient  galement l’identification (4.30), qui
correspond  la r duction de sym  trie d  crite au tableau 4.3.
SU(2)Gk × SU(2)Lk
|
Yk
↓
SU(2)Gk+Lk
Tableau 4.3. R  duction de sym  trie due au spurion Yk.
Nous avons ainsi obtenu la solution des contraintes dans une jauge o

les spurions s’  crivent
(4.26-4.27) avec ξk, ηk constantes. Cette jauge est atteinte en appliquant les transformations (4.36)
et (4.37). Dans cette jauge, on trouve que les connexion et les champs de jauge sont identifi  s selon
(4.29-4.30). Notons que l’on n’a pas eu  appliquer de transformation SU(2)Gk. Ainsi le champ
de jauge Gkµ est libre de toute contrainte. Du groupe de sym  trie original Snaturel,K, les spurions
s lectionnent le sous-groupe Sr  duit,K suivant
Sr  duit,K = SU(2)L0× SU(2)RK+1×
∏
k=1
K
SU(2)Gk+Lk+Rk , (4.38)
puisque la solution explicite des contraintes dans la jauge standard n’est invariante que sous ces
transformations. Seul le sous-groupe suivant
Sdynamique,K =
∏
k=1
K
SU(2)Gk , (4.39)
correspond  des champs de Yang-Mills dynamiques: c’est le sous-groupe   jaug  . A ce stade, nous
n’avons pas introduit de spurions se transformant sous L0 ou RK+1: L0µ et RK+1µ sont des sources
des courants de Noether de la sym  trie globale SU(2)L0×SU(2)RK+1. Nous verrons  la section 4.1.3
que les K champs de jauge correspondant au groupe
∏
k=1
K
SU(2)Gk+Lk+Rk acqui
 
rent des masses,
ce qui  limine du spectre K multiplets de GBs via le m  canisme de Higgs. La sym  trie globale
SU(2)L0×SU(2)RK+1 correspond  la sym  trie chirale agissant sur le multiplet de GBs restant dans
le spectre, qui est donn  en jauge standard par le produit des matrices Σk,k+1 le long de la cha  ne.
4.1.2.2 Lagrangien O(p2 0)
Le fait d’imposer les contraintes entra  ne l’identification des transformations Lk et Rk aux transfor-
mations de jauge Gk. En revanche, les sources correspondantes L0µ et RK+1µ restent des fonctions
classiques dont la fonctionnelle g  n  ratrice d pendra explicitement, et qui permettront d’obtenir
les fonctions de Green des courants de Noether de la sym  trie globale SU(2)L0 × SU(2)RK+1 par
application de d  riv es fonctionnelles.
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Ceci peut  tre repr  sent  diagrammatiquement par le passage de la figure 4.2  la figure 4.3,
correspondant  la notation usuelle pour les mooses (voir figure F.1 dans l’annexe F). Cette
repr sentation perd cependant l’information des spurions, lesquels vont jouer un r   le essentiel par
la suite.
Σ0,1 Σ1,2 Σ2,3
L0 R3G1 G2
Figure 4.3. Le diagramme   r

duit  correspondant au mod  le de la figure 4.2.
Nous introduisons  galement une nouvelle notation pour les d  riv es covariantes lorsque l’on
injecte la solution (4.26-4.30) des contraintes (4.22-4.23) exprim  es dans la jauge standard. On
 crira alors, pour k= 1,  ,K − 1
∇µΣk,k+1 ≡ DµΣk,k+1
∣∣
j. s.
= ∂µΣk,k+1− i gkGkµΣk,k+1 + i gk+1 Σk,k+1Gk+1µ , (4.40)
et pour les extr  mit s du moose
∇µΣ0,1 ≡ DµΣ0,1
∣∣
j. s.
= ∂µΣ0,1− iL0µΣ0,1 + i g1 Σ0,1G1µ , (4.41)
∇µΣK,K+1 ≡ DµΣK,K+1
∣∣
j. s.
= ∂µΣK,K+1− i gKGKµΣK,K+1 + i ΣK,K+1RK+1µ . (4.42)
Nous pouvons  pr sent  crire le lagrangien  l’ordre dominant dans le d  veloppement en impulsions
et en spurions, c’est-  -dire  l’ordre O(p2 0). En r  alit , tous les termes de cet ordre ont d  j  t 
 crits dans l’expression de L2 (4.14): les spurions n’y apparaissent pas explicitement. La diff  rence
est que l’on consid  re maintenant que les contraintes (4.22-4.23) s’appliquent
L(2,0) = 1
4
∑
k=0
K
fk
2
〈
DµΣk,k+1D
µΣk,k+1
†
〉
− 1
2
∑
k=1
K
〈GkµνGkµν〉 . (4.43)
La cons  quence des contraintes appliqu  es sur les spurions est plus ais  ment visualis  e dans la jauge
standard. Dans cette jauge, on voit que le lagrangien (4.43), bien qu’il soit formellement identique
 L2 (4.14), contient des interactions entre GBs et champs de jauge. En effet, on a
L(2,0) =j. s. 1
4
∑
k=0
K
fk
2
〈
∇µΣk,k+1∇µΣk,k+1†
〉
− 1
2
∑
k=1
K
〈GkµνGkµν〉 . (4.44)
Dans cette expression, les d  riv es ∇µ impliquent les champs dynamiques Gkµ. Les d  riv es∇µΣ0,1
et ∇µΣK,K+1 impliquent  galement les sources L0µ et RK+1µ qui permettent d’extraire les cou-
rants de Noether de la sym  trie SU(2)L0 × SU(2)RK+1. Ainsi, les contraintes appliqu  es aux
spurions ont  galement un effet sur le terme d’ordre le plus bas dans le lagrangien effectif, bien
que celui-ci ne contienne pas explicitement les spurions: les spurions choisissent le sous-groupe
Sr 	 duit,K. Le fait que cet alignement du vide survive dans la limite  
 0 a un analogue en χPT,
o  l’on doit sp  cifier comment la limite chirale est prise afin de s  lectionner la solution appropri  e
des  quations de mouvement (on consid  re dans ce cas la limite M =m  2×2 avec m 
 0 o M
est d  finie en (2.101)).
Le r sultat est que nous obtenons  cet ordre le m  me lagrangien que sous l’hypoth  se de la
d  construction dimensionnelle (voir annexe F). Les autres interactions, en particulier celles qui
seront non-locales, n’appara tront qu’aux ordres sup  rieurs en puissance des spurions. Le nombre
de spurions n  cessaires pour rendre les termes qui  taient invariants sous Sr	 duit,K invariants sous
Snaturel,K donne l’ordre en puissance de  auquel ces termes vont appara tre. Nous discutons 
pr sent ces termes.
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4.1.2.3 Structure du lagrangien effectif
Nous avons d  crit le formalisme des spurions et son utilisation pour la construction du lagrangien.
Nous avons  galement discut  la solution des contraintes dans la jauge standard, qui permet de
visualiser les interactions. Nous revenons  pr  sent  l’  criture du lagrangien le plus g  n  ral inva-
riant sous le groupe de sym  trie Sr duit,K, dans lequel les termes brisant le groupe Snaturel,K sont
ordonn  s selon une hi  rarchie. Cette hi  rarchie est d  finie par le nombre de spurions n  cessaires
pour r  tablir l’invariance sous Snaturel,K. En d’autres termes, on construit le lagrangien le plus
g  n  ral invariant sous Snaturel,K contenant des spurions, ordonnant les termes selon les puissances
de spurions. On impose ensuite les contraintes (4.22-4.23) sur les spurions, r  duisant la sym  trie
 Sr  duit,K⊂Snaturel,K.
Tous les termes invariants sous Snaturel,K doivent donc faire partie du lagrangien effectif. Nous
construisons ces termes  partir de briques  l  mentaires covariantes sous la sym  trie
∏
k=0
K
SU(2)Lk×SU(2)Rk+1. On peut ensuite  galement appliquer des d  riv es covariantes. Des exemples
de briques  l  mentaires sont
Σk,k+1  LkΣk,k+1Rk+1
† , (4.45)
Xk Yk  RkXkYkLk
† , (4.46)
XkGkµν Yk  RkXkGkµν YkLk
† . (4.47)
Il nous faut de plus classifier ces termes suivant leur importance dans le lagrangien: ceci se fait selon
le double d  veloppement en puissances des impulsions et en puissances des spurions. Une fois ceci
fait, on injecte la solution des contraintes dans la jauge standard pour faire appara   tre le contenu
dynamique des divers termes. On obtient ainsi le lagrangien r   duit , impliquant non pas les spurions
Xk, Yk mais uniquement leurs reliques ξk, ηk, qui permettent  galement de comptabiliser les
puissances de  n cessaires. C’est ce lagrangien que l’on utilisera pour les applications pratiques, le
lagrangien original invariant sous Snaturel,K servant en r alit   d  terminer les termes apparaissant
 un ordre donn  .
Nous avons d  j  donn en (4.44) l’expression du lagrangien  l’ordre dominant O(p2 0): ce
sont tous les termes dans lesquels les spurions n’apparaissent pas explicitement, et seulement ceux-
ci. Nous discutons  pr sent les termes suivants. Les contraintes (4.22-4.23) peuvent directement
 tre utilis  es pour se d  barrasser des termes comportant des d  riv es covariantes appliqu  es aux
spurions: ceci ne n  cessite pas de se placer dans une jauge particuli
 
re. Ainsi, tous les termes
apparaissant  l’ordre O(p2 2) s’av  rent  tre de simples renormalisations des termes O(p2 0). Ceci
est d    la relation
XkXk
† = ξk2
 
2×2 , (4.48)
o

l’on sait que ξk est une constante ind  pendamment de la jauge. Gr  ce  la m  me identit  , on
peut montrer que les termes O(p0 l) avec l quelconque sont  gaux  des constantes, suite aux
contraintes, mais sans choix de jauge.
A l’ordre O(p2 4), on obtient en revanche des termes nouveaux. Nous les  crivons  la fois
dans l’  criture invariante sous Snaturel,K et dans la jauge standard, pour mieux comprendre leur
contenu dynamique. On trouve les termes suivants, pour k quelconque〈
DµΣk,k+1Xk+1Yk+1D
µΣk+1,k+2 Σk+1,k+2
† Yk+1
† Xk+1
† Σk,k+1
†
〉
=
j. s.
ξk+1
2 ηk+1
2
〈
∇µΣk,k+1∇µΣk+1,k+2 Σk+1,k+2† Σk,k+1†
〉
, (4.49)
ainsi que 〈
GkµνYkΣk,k+1Xk+1Gk+1
µν Xk+1
† Σk,k+1
† Yk
†
〉
=
j. s.
ξk+1
2 ηk
2
〈
Gkµν Σk,k+1Gk+1
µν Σk,k+1
†
〉
. (4.50)
Nous verrons  la section 4.2.3 les cons  quences des termes (4.49) et (4.50): ils donnent des corre-
ctions aux WSRs que nous obtiendrons  la section 4.2.1.1.
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Revenant  la question des sym  tries et des termes permis dans le lagrangien, rappelons que
le lagrangien r  duit (4.44) n’est pas invariant sous la sym  trie Snaturel,K, mais uniquement sous le
sous-groupe d’invariance de la solution des contraintes Sr  duit,K. Il n’y a donc pas de raison que les
termes dans le second membre de (4.49) et (4.50) ne soient pas inclus dans le lagrangien effectif: ils
seront en effet requis pour la renormalisation des boucles 5. L’int r t du formalisme des spurions
est de montrer comment ces termes peuvent  tre trait s de mani
 
re coh  rente comme  tant d’ordre
sup  rieur, d terminant sans ambigu   t  s l’ordre auquel ils doivent appara  tre.
4.1.3 Red   finitions des champs
La th orie effective que nous avons d  crite jusqu’  pr sent est le si
 
ge de multiples m  canismes de
Higgs: les K champs de jauge vont obtenir des masses, r sultant en la disparition de K triplets de
GBs du spectre. Il restera donc un multiplet de GBs. Nous verrons  galement qu’  l’ordre O(p2 0),
la matrice de masse r  sultante pour les bosons vecteurs poss
 
de une structure bien particuli
 
re,
due  la sym trie Snaturel,K (o

, de fa  on  quivalente, r  sultant de la restriction aux interactions
entre plus proches voisin le long de la cha  ne). Cette structure sera  l’origine des WSRs.
Pour d  crire les m  canismes de Higgs, nous choisissons  nouveau, comme  la section 3.2.1, de
travailler avec des champs invariants sous les sym  tries dynamiques. Nous donnerons les d  finitions
compl
 
tes de ces champs, mais travaillerons par la suite dans la jauge standard. Nous d  finissons
tout d’abord la matrice unitaire U d  crivant les GBs restant dans le spectre. La normalisation est
fix  e par la condition d’unitarit 
U = Σ0,1U1
( ∏
j=1
K−1
Vj Σj, j+1Uj+1
)
VK ΣK,K+1 . (4.51)
U ne contient que les parties angulaires Uk et Vk des spurions (voir (4.31) et (4.32)). Nous d  finis-
sons ensuite les champs vecteurs Wk
µ pour k= 1,  ,K selon 6
gkWk
µ = i
(
Σ0,1U1
∏
j=1
k−1
Vj Σj, j+1Uj+1
)
Dµ
(( ∏
j=1
k−1
Uj+1
† Σj, j+1
† Vj
†
)
U1
†Σ0,1
†
)
− iαkUDµU † . (4.52)
Dans l’ quation (4.52), nous avons introduit les coefficients αk d  finis par
αk = fpi
2
∑
j=0
k−1
1
fj
2 , pour k= 1,  ,K, (4.53)
en fonction de
1
fpi
2 =
∑
j=0
K
1
fj
2 . (4.54)
Notons que, d’apr
 
s les propri t s de transformations de Uk et Vk, on a
DµUk = ∂µUk− iRkµUk+ i gkUkGkµ , (4.55)
DµVk = ∂µVk− i gkGkµVk+ iVkLkµ , (4.56)
qui sont identiquement nulles  tant donn  es les contraintes (4.22-4.23), et ceci sans choix de jauge.
Les propri  t  s de transformation des champs que nous venons de d  finir sont les suivantes
U

L0URK+1
† , (4.57)
Wkµ  L0WkµL0
† , pour k= 1,  ,K. (4.58)
Appliquant ensuite le changement de variable
{G1µ,  , GKµ,Σ0,1,  ,ΣK,K+1} → {W1µ,  ,WKµ, U ,Σ1,2,  ,ΣK,K+1} , (4.59)
5. Ceci a depuis  t v rifi  explicitement dans [KNP04].
6. Ceci est une g  n  ralisation de la transformation inverse de St   ckelberg de l’  quation (3.37).
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on trouve que le lagrangien effectif  crit en termes des nouvelles variables ne d  pend pas de
Σ1,2,   ,ΣK,K+1: ceci est une expression du m  canisme de Higgs. De plus, le choix (4.53) pour les
coefficients αk  limine les termes de m  langes entre les GBs U et les champs vectoriels Wkµ.
Comme d  j  mentionn  , il sera suffisant pour la suite de travailler avec le lagrangien r  duit, et
d’utiliser de fa  on g  n  rale les expressions des diff  rents objet dans la jauge standard. Ceci permet
en outre de rendre plus apparent le contenu en champs. On a
U =
j. s. ∏
j=0
K
Σj, j+1 , (4.60)
gkWk
µ =
j. s.
i
(∏
j=0
k−1
Σj, j+1
)
∇µ
( ∏
j=0
k−1
Σj, j+1
)†
− iαkU ∇µU † , pour k= 1,  ,K. (4.61)
Ecrivant alors le lagrangien effectif en termes des nouvelles variables, on identifie la constante fpi
d  finie en (4.54) comme la constante de d  sint gration des GBs restant dans le spectre (pour des
d  tails concernant les  tapes menant  ces r  sultats, voir l’annexe H.1).
De plus, on trouve (  quation (H.13)) que le coefficient dans la k-i
 
me ligne et la k ′-i
 
me colonne
de la matrice de masse M2 pour les champs Wkµ est donn  par[M2]
k,k ′
=
1
4
(
δk,k ′ gk
2
(
fk−12 + fk2
)− (δk,k ′+1 + δk+1,k ′) gk gk+1 fk2) , (4.62)
pour k, k ′= 1,  ,K. Plus explicitement, on peut  crire
4M2 =

g1
2
(
f0
2 + f1
2
)
0 0 0 0
 
0 0 0
0 gk
2
(
fk−12 + fk2
) − gk gk+1 fk2 0 0
0 0 − gk gk+1 fk2 gk+12
(
fk
2 + fk+1
2
)
0
0 0 0
 
0 0 0 0 gK
2
(
fK−12 + fK2
)

. (4.63)
Le fait que cette matrice soit tri-diagonale provient directement de la localit  des interactions le
long de la cha  ne, puisque les termes de masse pour les bosons vecteurs proviennent des termes
cin  tiques pour les GBs.
Notons que les  l  ments de cette matrice sont comptabilis  s comme d’ordre O(p2 0), puisqu’ils
contiennent deux puissances de couplages de jauge, g  n  ralisant le cas de (3.45) et permettant
un d veloppement coh  rent. D’autre part, on sait que les champs vectoriels massifs ne peuvent
appartenir  la LEET que si leurs masses sont petites devant l’  chelle  laquelle la th  orie effective
ne s’applique plus, et o

les autres r  sonances doivent appara  tre. Nous avons vu  la section 2.3.2
que, dans le cas de la χPT, les estimations indiquaient une valeur de l’ordre de 4   fpi [MG84, Geo84].
4.2 Le corr
 
lateur gauche-droit
La figure 4.3 repr sente le cas particulier K = 2 correspondant au cas g n  ral d’une cha  ne de K
champs de jauge en interactions avec K + 1 triplets de GBs. Suite au m  canisme de Higgs dyna-
mique produisant la matrice de masse (4.62) pour les champs vecteurs, tous ces GBs disparaissent
du spectre, except  la combinaison param  tr e par U .
Cette th  orie poss
 
de une sym  trie chirale global SU(2)L0 × SU(2)RK+1 spontan  ment bris e
vers son sous-groupe vectoriel. Ceci fournit donc une g  n  ralisation du cas de la χPT, qui corres-
pond au cas K=0. Les courants de Noether de la sym  trie, ainsi que leurs fonctions de Green, sont
extraits en consid  rant les d riv es fonctionnelles par rapport aux sources L0µ et RK+1ν pr sentes
dans (4.44).
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En plus de cela, le lagrangien (4.44) poss
 
de des propri  t  s  haute  nergie qui rappellent
celles de la QCD. En effet, en QCD, on peut d  duire de la sym  trie chirale et du d  veloppement
en produits d’op  rateurs (operator product expansion ou OPE) que les deux r
 
gles de somme de
Weinberg [Wei67b] doivent  tre satisfaites. La fonction  deux points des courants gauche et droit
se transforme suivant la repr  sentation (3,3) du groupe chiral SU(2)×SU(2): il se trouve qu’on ne
peut pas construire d’op  rateurs locaux avec une dimension physique strictement inf  rieure  six
[SVZ79] se transformant ainsi. Il en d  coule que le corr  lateur gauche-droit d  cro  t plus rapidement
 courtes distances. Pour plus de d  tails sur ces points, voir l’annexe G.
Les auteurs de [SS03] ont montr  que le lagrangien (4.44) au niveau des arbres menait aux deux
r
 
gles de somme de Weinberg, conduisant  un comportement plus doux aux hautes  nergies 7. De
m  me qu’en QCD, cette particularit  ne d  coule pas des sym  tries  basse  nergie elles-m  mes.
Dans le cas du lagrangien (4.44), la propri  t  cruciale est la localit  , rendue explicite par l’  criture
suivante
L(2,0) =j. s. L0(L0µ,Σ0,1, G1µ) +LK(GKµ,ΣK,K+1, RK+1µ)
+
∑
k=1
K−1
Lk(Gkµ,Σk,k+1, Gk+1µ) . (4.64)
Ceci a pour effet de rel  guer les contributions  des ordres sup  rieurs. Nous avons vu  la section
4.1 que le lagrangien O(p2 0) pr  sentait automatiquement cette propri  t de localit  . Nous mon-
trons dans cette section que ceci conduit aux deux WSRs ainsi qu’  leurs g n  ralisations. Nous
commentons  galement les corrections  ces WSRs g n  ralis  es, dues aux termes d’ordre sup  rieur
en puissances des spurions.
4.2.1 WSRs g   n   ralis   es
4.2.1.1 WSRs et localit 
Les WSRs mentionn  es ci-dessus ont trait  la fonction  deux points des courants de Noether
correspondant aux sym  tries sous lesquelles le triplet de GBs se transforme. Nous  tudions donc
dans cette section le corr  lateur suivant  l’ordre O(p2 0)
4 i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣∣TJL0aµ(x) JRK+1bν (0)∣∣∣0〉 = − δab (ηµν q2− qµ qν)ΠLR(− q2) . (4.65)
Une premi
 
re approche pour  valuer cette int  grale serait de prendre la d  riv e de l’int  grale
fonctionnelle par rapport aux sources correspondantes, puis d’  valuer les diagrammes dans la
base des champs vectoriels qui diagonalisent la matrice de masse M2 donn  e en (4.62). Une telle
approche du calcul est d  crite  l’annexe H.3, car elle est utile pour pousser plus loin l’  tude du
corr lateur gauche-droit pr sent  e  l’annexe H. En revanche, nous utilisons ici une autre m  thode
qui rend plus transparente l’origine des WSRs.
Nous extrayons tout d’abord les expressions des courants en termes des champs Wkµ, pour
lesquels la matrice de masse n’est pas diagonale. Ces champs sont en revanche plus proches de
l’  criture originale en termes des champs Gkµ. A partir du lagrangien (4.44), on trouve ainsi les
expressions suivantes, g  n  ralisant (2.76) et (3.48) 8
JL0
aµ =
δL2
δL0µ
a
∣∣∣∣
L0ρ=0,RK+1σ=0
=
j. s. − g1 f0
2
4
W1
aµ− i fpi
2
4
{
U∂µU †
}a
, (4.66)
JRK+1
aµ =
δL2
δRK+1µ
a
∣∣∣∣
L0ρ=0,RK+1σ=0
=
j. s. − gK fK
2
4
{
U †WK
µU
}a− i fpi2
4
{
U †∂µU
}a
. (4.67)
7. Ceci permet d’ailleurs une autre interpr  tation du ph  nom  ne de little Higgs , voir section H.5.3.
8. Le manque de sym  trie entre les deux  quations est juste d    notre d  finition pour les champs Wkµ, qui
n’est pas sym  trique par rapport au milieu de la cha	 ne. Ceci permet en revanche de n’avoir qu’une d  finition pour
les champs Wkµ.
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Pour  valuer la fonction  deux points en arbres, nous avons uniquement besoin des termes lin  aires
en champs, qui sont les suivants
JL
aµ = − g1 f0
2
4
W1
aµ+
fpi
2
∂µpia+  , (4.68)
JR
aµ = − gK fK
2
4
WK
aµ− fpi
2
∂µpia+  , (4.69)
lorsque l’on utilise la param  trisation
U = e
−ipiaτa
fpi . (4.70)
Les contributions en arbres  ΠLR proviennent de l’  change de GBs ou de bosons vecteurs, pour
lesquels seul le terme reliant le champ W1µ au champ WKν contribue. On obtient alors, utilisant
une  criture matricielle pour le propagateur des champs Wkµ
4 i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣∣TJLaµ(x) JRbν(0)∣∣∣0〉
= δab
g1 gK f0
2 fK
2
4
[(
ηµν
  − qµ qν (M2)−1)(q2   −M2)−1]
1,K
+ δab fpi
2 q
µ qν
q2
= δab
g1 gK f0
2 fK
2
4
(
ηµν q2− qµ qν) [(M2)−1 (q2   −M2)−1]
1,K
+ δab fpi
2
(
qµ qν
q2
− ηµν
)
+ δab ηµν
(
fpi
2− g1 gK f0
2 fK
2
4
[(M2)−1]
1,K
)
. (4.71)
On d  veloppe ensuite cette expression (4.71) pour Q2 =− q2   +∞, sous la forme
4 i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣∣TJLaµ(x) JRbν(0)∣∣∣0〉 = δab (ηµν q2− qµ qν)∑
l=0
∞
cl
Q2(l+1)
. (4.72)
A cet effet, on utilise les identit  s
−
[(M2)−1 (Q2   +M2)−1]
1,K
=
∑
l=0
∞
[(M2)l−1]
1,K
(−Q2)l+1 , (4.73)
on trouve
c0 = fpi
2− g1 gK f0
2 fK
2
4
[(M2)−1]
1,K
, (4.74)
cl = (− 1)l+1 g1 gK f0
2 fK
2
4
[(M2)l−1]
1,K
pour l> 1 . (4.75)
On constate,  tant donn  e la forme de la matrice de masse (4.63), que[(M2)l−1]
1,K
= 0, pour l= 1,  ,K − 1 . (4.76)
Ceci montre que tous les termes en 1/Q2(l+1) dans (4.72) ont des coefficients nuls pour 16 l6K−1.
Ainsi, pour K> 2, le cas l= 1 correspond  l’annulation du terme en 1/Q4 dans le d  veloppement
 grand Q2 de ΠLR: ceci constitue la seconde r
 
gle de Weinberg.
Il reste  montrer que le terme l=0 a  galement un coefficient nul, pour K>1 9. La transversit 
de la fonction  deux points impose, d’apr
 
s la relation (4.71)
fpi
2− g1 gK f0
2 fK
2
4
[(M2)−1]
1,K
= 0 , (4.77)
d’o

d  coule, d’apr
 
s (4.74)
c0 = 0 . (4.78)
9. Si K= 0, la seule contribution  la fonction  deux points est due aux GBs. Autrement dit, la matrice dont
on devrait prendre l’  l  ment (1, K) dans le dernier terme de (4.77) n’existe pas.
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Une d  rivation alternative de ce r  sultat est mentionn  e  l’annexe H.2. L’annulation de la cons-
tante c0 implique que le terme l= 0 est absent du d  veloppement  grand Q
2 de ΠLR (4.72). Nous
retrouvons ainsi la premi
 
re r
 
gle de somme de Weinberg, d
 
s lors que la cha  ne comporte un
site interm  diaire. La deuxi
 
me WSR est obtenue automatiquement  cet ordre si K > 2. Nous
avons aussi vu que l’on obtenait une g n  ralisation de ces deux WSRs: dans le cas du moose
ouvert lin  aire avec K sites, la fonction ΠLR
(
Q2
)
d  cro  t  grand Q2 comme 1/Q2(K+1) au lieu de
l’estimation na   ve de 1/Q2. Ceci signifie que les K premiers param
 
tres d’ordre apparaissant dans
le d  veloppement OPE de ΠLR(Q
2) sont nuls 10. Ceci fait le lien entre le comportement  haute
 nergie des mooses ouverts lin  aires et la r  alisation de la brisure de la sym  trie chirale.
A l’ordre O(p20) auquel auquel nous travaillons, on ne consid   re que les diagrammes en arbres.
Comme d  crit  l’annexe G.2, les WSRs correspondent dans ce cas  des relations alg briques
entres les constantes de couplages des champs vectoriels massifs et leurs masses. La d  rivation des
WSRs pr  sent  e  l’annexe H.3 correspond  une telle vision des choses.
4.2.1.2 Autres aspects de ΠLR  haute  nergie
Dans cette section, nous mentionnons d’autres propri  t  s du corr lateur gauche-droit. L’obtention
de ces r sultats passe par l’  criture du corr lateur gauche-droit utilis  e  l’annexe H.3, utilisant la
base physique pour les r sonances vectorielles. Les d  tails n  cessaires pour reproduire les r  sultats
pr sent  s ci-dessous se trouvent donc  l’annexe H.3. Il nous suffit ici de mentionner que l’on peut
mettre la fonction ΠLR
(
Q2
)
sous la forme
ΠLR
(
Q2
)
= − fpi
2
Q2
+
∑
n=1
K
Fn
2
Q2 +Mn
2 (4.79)
= − fpi
2
Q2
+
∑
l=1
∞
(− 1)l−1
∑
n=1
K
Fn
2Mn
2 (l−1)
Q2l
. (4.80)
Dans cette  quation, les masses Mn
2 sont les valeurs propres (inconnues dans le cas g  n  ral) de
la matrice M2. Les constantes de couplages Fn2 peuvent s’exprimer sous les deux formes  quiva-
lentes 11
Fn
2 = 4
∑
k,k ′=1
K
Mn
2 bn
k bn
k ′ αk
gk
1−αk ′
gk ′
(4.81)
=
1
4
g1 gK f0
2 fK
2 bn
1 bn
K
Mn
2
, (4.82)
o

intervient la matrice orthogonale b permettant la diagonalisation de M2 selon∑
k,k ′=0
K [M2]
k,k ′
bm
k bn
k ′ = Mn
2 δmn . (4.83)
Ici encore, on ne sait pas d  terminer explicitement la matrice de passage b dans le cas g  n  ral: on
peut cependant obtenir certains r  sultats. Par ailleurs, nous pr  senterons un exemple explicite
dans le cas le plus simple  l’annexe H.6.
A partir des expressions (4.80) et (4.82), on peut d  terminer le premier moment non-nul dans
le d veloppement  grand Q2 de ΠLR. On obtient ainsi∑
n=1
K
Fn
2Mn
2K = 4 (− 1)K−1
(∏
i=1
K
gi
2
)(∏
j=0
K
fj
2
4
)
, (4.84)
ce qui donne le r sultat suivant, d’apr
 
s (4.80): la fonction ΠLR d  cro  t asymptotiquement  grand
Q2 comme
ΠLR
(
Q2
)
= −
(∏
i=1
K
gi
2
)(∏
j=0
K
fj
2
4
)
1
Q2(K+1)
+O
(
1
Q2(K+2)
)
. (4.85)
10. En relation avec ces remarques, voir  galement section G.1.
11. Nous donnerons  l’annexe H.5.1 une expression de Fn
2 en fonction uniquement des valeurs propres de M2.
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On constate que le r  sultat obtenu satisfait  l’in  galit  suivante 12
lim
Q2   +∞
−Q2 ΠLR
(
Q2
)
> 0 , (4.86)
qui est par ailleurs bien coh  rente avec le r sultat de positivit  obtenu par Witten [Wit83] dans le
cas sp  cifique de la QCD. Ceci confirme le r  sultat de [KdR98], o

les contributions des r  sonances
 taient consid  r es ind pendamment d’un lagrangien, mais en imposant la parit  .
4.2.2 Autres cons   quences
Nous nous concentrons  pr  sent sur les cons  quences  basse  nergie de la th  orie effective. A
nouveau, on peut d  duire certains r sultats sans conna  tre la forme explicite de la matrice de
passage b apparaissant en (4.83). Par int gration des champs vectoriels massifs, on peut en principe
d  terminer les valeurs des LECs du lagrangien chiral d  crivant la physique  une  nergie encore
plus basse, inf  rieure  la masse du champ vectoriel le plus l  ger. L’int gration des r  sonances
massives n  cessite que leurs masses soient param  triquement plus grandes que celles des autres
particules. Dans notre cas, les champs vectoriels ont des masses faibles, puisque comptabilis  es
comme O(p2 0). La proc  dure a cependant un sens, puisque les autres particules pr  sentes dans
le spectre sont les GBs de masse nulle.
Comme premi
 
re application, on peut d  terminer la valeur de la constante L10, li  e au cor-
r lateur gauche-droit, que l’on trouverait dans le lagrangien de Gasser-Leutwyler (2.77) obtenu
apr
 
s int  gration des champs massifs. Pour cela, on peut utiliser les  quations de mouvement des
r sonances suivant [EGPdR89], ou directement utiliser la relation donn  e en (G.13)
L10 = − 1
4
∫
0
+∞
ds
(
1
 
Im(ΠLR(s)) + fpi
2 δ(s)
)
= − 1
4
∑
n=1
K
Fn
2
Mn
2 , (4.87)
ce qui donne ici, utilisant (4.81)
L10 = −
∑
k,k ′=1
K ∑
n=1
K
bn
k bn
k ′ αk
gk
1−αk ′
gk ′
= −
∑
k=1
K
αk (1−αk)
gk
2
. (4.88)
On peut d  terminer le signe de cette expression: d’apr
 
s (4.53), les valeurs des αk sont telles que
0 < αk < 1, pour k= 1,  ,K , (4.89)
ce qui implique un signe n  gatif pour l’expression (4.88). D’autre part, les constantes αk sont
connues explicitement dans le cas g  n  ral (4.53), et l’on a donc une expression explicite pour L10
en fonction des param
 
tres du lagrangien (4.44), sans avoir  diagonaliser la matrice de masse.
L’importance du signe de L10 est la suivante: si l’on consid
 
re de telles th  ories effectives pour
d  crire le secteur de brisure  lectrofaible, couplant des champs de jauge SU(2) et U(1) aux extr  -
mit  s de la cha  ne (voir r f  rence [HS04b]), on trouvera alors toujours une contributions positive
en arbres au param
 
tre S 13. Bien que le signe soit fix  , la magnitude d  pend des valeurs des
diff rentes constantes. En particulier, si l’on a fK fk pour k= 0,  ,K − 1, on peut obtenir une
valeur faible. L’autre possibilit  , qui serait de consid  rer des gk grands, serait incoh  rente avec le
comptage de puissance gk=O(p) et impliquerait que l’approximation en arbres n’est pas justifi  e.
D’autres applications sont d  crites  l’annexe H.4, permettant de d  terminer la valeurs d’autres
LECs.
La plupart des r  sultats pr sent  s ci-dessus et  la section 4.2.1 sont illustr s dans le cas le plus
simple  l’annexe H.6.
12. En r  alit  , on peut montrer que l’in  galit  de Witten est v rifi  e pour tout Q2> 0 (voir annexe H.5.2).
13. Le signe de cette LEC peut  tre modifi  dans les situations o   l’on a moins de WSRs que de r  sonances
[KdR98].
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4.2.3 Corrections aux WSRs
Les termes sup  rieurs du d  veloppement en puissances des spurions apporteront des corrections
aux WSRs. Les premiers termes de ce type sont d’ordre O(p24): il s’agit des termes non-locaux
mentionn  s en (4.49-4.50). A un ordre donn  du d  veloppement, seul un nombre limit  d’entre eux
appara  tra, avec un degr  de non-localit  le long de la cha  ne limit .
Nous consid  rons le lagrangien suivant, o

les termes O(p24) du type de (4.49) ont  t  ajout  s
au lagrangien O(p2 0) donn  en (4.44)
L′ =j. s. 1
4
∑
k=0
K
fk
2
〈
∇µΣk,k+1∇µΣk,k+1†
〉
− 1
2
∑
k=1
K
〈GkµνGkµν〉
+
1
2
∑
k=0
K−1
ξk+1
2 ηk+1
2 fk,k+1
〈
∇µΣk,k+1∇µΣk+1,k+2 Σk+1,k+2† Σk,k+1†
〉
. (4.90)
Etudiant l’expression du corr lateur gauche-droit d  riv de ce lagrangien  l’ordre des arbres, et
jusqu’  l’ordre O(p24), on trouve que la derni   re (K-i   me) WSR est modifi  e. En pratique, ceci
signifie que la somme ∑
n=1
K
Fn
2Mn
2 (K−1)
= O
(
p2(K−1)4
)
, (4.91)
n’est plus  gale  z  ro, mais est d’ordre O
(
p2(K−1)4
)
. Ceci est repr  sente une petite correction 
la K-i
 
me WSR, puisque les termes individuels dans la somme du membre de gauche sont d’ordre
O
(
p2(K−1)0
)
. Ce r  sultat confirme bien l’id  e na   ve que les interactions non-locales r  duisent la
longueur de la cha  ne et font donc perdre les derni
 
res WSRs. En effet, les combinaisons lin  aires
de termes du type 〈
∇µΣk,k+1∇µΣk,k+1†
〉
, (4.92)
et 〈
∇µΣk,k+1∇µΣk+1,k+2Σk+1,k+2† Σk,k+1†
〉
, (4.93)
peuvent  tre  crites comme combinaisons de〈
∇µΣk,k+1∇µΣk,k+1†
〉
, (4.94)
et 〈
∇µ(Σk,k+1Σk+1,k+2)∇µ
(
Σk+1,k+2
† Σk,k+1
†
)〉
. (4.95)
Dans ces termes, la transformation droite de Σk,k+1 est identifi  e avec la transformation gauche
de Σk+1,k+2 sans impliquer de puissances de couplage. En revanche, on voit dans (4.90) que la
pr sence des spurions entra  ne que de tels termes sont multipli  s par une constante d’ordre 4.
Revenant  notre discussion de la fonction  deux points, on peut voir que, tant que d  velop-
pement en puissances des spurions est appropri  , c’est-  -dire si l’on a bien
ξk+1
2 ηk+1
2 |fk,k+1|  fj2, (4.96)
alors la constante L10 restera n  gative.
Consid  rons maintenant les termes suppl  mentaires O(p24) quadratiques en courbures des
champs de jauge, tels (4.50). L’effet de ces termes suppl  mentaires est diff  rent: la diagonalisation
des termes cin  tiques est modifi  e dans ce cas. Si ces termes sont ajout  s au lagrangien, toutes les
WSRs except  la premi
 
re obtiennent des corrections: la somme∑
n=1
K
Fn
2Mn
2 (l−1)
= O
(
p2(l−1)4
)
, pour l= 2,  ,K , (4.97)
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est  valu  e comme  tant d’ordre O
(
p2(l−1)4
)
tandis que les termes individuels sont d’ordre
O
(
p2(l−1)0
)
. En revanche, la premi
 
re WSR, qui est reli  e  la transversit  de la fonction 
deux points (voir  quation (4.71)), reste valable. En r  alit  , les ordres sup  rieurs du d  veloppement
fourniront des termes qui donneront  galement des corrections  cette r
 
gle, tout en pr  servant
la transversit  de la fonction  deux points. De tels termes peuvent uniquement appara  tre 
l’ordre O(p32). Ce sont des termes similaires  (4.49), mais impliquant les sources〈
L0µνΣ0,1X1G1
µνX1
†Σ0,1
†
〉
= O(p32) , (4.98)〈
GKµνYKΣK,K+1RK+1
µν ΣK,K+1
† YK
†
〉
= O(p32) . (4.99)
Finalement, nous voyons que les WSRs sont modifi  es par les termes sup  rieurs dans le d  veloppe-
ment en puissance des spurions. Du moment que ξk et ηk sont effectivement des petits param
 
tres,
ces modifications repr sentent des petites corrections: la somme de termes individuels d’un ordre
donn  est supprim  e par un facteur O(p04) relativement aux termes individuels. Ceci est similaire
au cas de la QCD, o

la seconde r
 
gle de somme de Weinberg obtient des corrections en puissances
des masses de quarks, lesquelles proviennent de spurions en χPT (voir section 2.3.3).
En compl  ment, pr cisons que l’annexe I  tudie les cons  quences des termes suppl  mentaires
(4.49-4.50) en arbres dans un cadre plus g  n ral, ind  pendamment du d  veloppement spurionique.
4.3 R
 
sum
 
Dans cette section, nous avons utilis  l’id  e de naturalit  pour construire un d  veloppement en
puissances de param
 
tres d  crivant la r duction de sym  trie du groupe Snaturel,K vers son sous-
groupe Sr  duit,K. Le groupe Snaturel,K correspond  un moose disjoint dans lequel les GBs n’intera-
gissent pas avec les champs de jauge. Les interactions sont introduites via la contrainte de constance
covariante impos  e sur les spurions. La solution explicite de ces  quations de contraintes n’est en
effet invariante que sous le sous-groupe Sr  duit,K, impliquant l’identification des transformations
appliqu  es aux GBs avec celles des champs de Yang-Mills. Les contraintes impliquent  galement
qu’il existe une certaine jauge, la jauge standard, dans laquelle les spurions se r  duisent  des
constantes. Ce sont pr  cis  ment ces constantes qui peuvent  tre utilis  es de fa  on coh  rente comme
param
 
tres de d veloppement, en relation avec l’id  e de naturalit  .
Le lagrangien obtenu  l’ordre dominant est celui d’un moose lin  aire ouvert tel qu’on le
d  duirait du principe de d  construction dimensionnelle: il ne contient que des interactions locales
le long de la cha  ne. Il en d  coule un ensemble de r
 
gles de somme de Weinberg g  n ralis es, en
nombre  gal au nombre de sites de la cha  ne. Le formalisme des spurions fournit un cadre pour le
d  veloppement perturbatif incluant  chaque ordre des interactions entre voisins de plus en plus
 loign s le long du moose. En particulier,  l’ordre sous-dominant en puissances de  apparaissent
des corrections  toutes les WSRs, except  la premi
 
re.
Le formalisme des spurions pour introduire le couplage entre les GBs et les champs de jauge,
et de fa on plus g n  rale, entre les GBs et un secteur  l  mentaire nous servira au chapitre 5 pour
rem dier  certaines difficult  s ph  nom nologiques qui affectent les th  ories effectives pour l’EWSB
sans Higgs.
L’  tude des mod
 
les moose pr sent  e dans ce chapitre sugg
 
re par ailleurs certaines remarques.
En effet, ces mod
 
les fournissent une extension de la χPT. La validit  des WSRs dans ces extensions
implique un comportement plus doux  haute  nergie. Ceci signifie de plus que les param
 
tres
d’ordre apparaissant dans le d  veloppement OPE du corr  lateur gauche-droit sont supprim  s. La
th orie sous-jacente dont ce moose pourrait  tre la LEET est donc diff  rente de la QCD: la brisure
de la sym trie chirale y est r  alis  e diff remment. On peut se demander en quoi cette th  orie
sous-jacente devrait diff  rer de la QCD. Ces questions d  passent cependant le cadre de la th  orie
effective.
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La th orie effective d  crite dans le pr sent chapitre peut  galement  tre utile en connexion
avec la limite de grand Nc en QCD. On s’int  resserait alors aux cas K = 1 o

K = 2 avec Nc
grand, et non pas  la limite de K grand avec Nc fini qui a  t  consid  r  e dans la litt  rature
[SS03, CKT04]. On devrait alors  tablir un lien entre le comptage chiral et celui de grand Nc,
la correspondance utilisant les relations fk =O
(
Nc
√ )
et gk =O
(
1/ Nc
√ )
(cette derni
 
re n’ayant
rien  voir avec la limite de ’t Hooft αQCDNc= constante) 14. Une telle id e reste encore  mettre
en pratique. L’int  r t d’avoir une LEET par rapport  un mod
 
le r  side dans la possibilit  de
consid  rer syst  matiquement les fonctions de Green  un nombre de points plus grand, ainsi que
dans la possibilit  d’am  liorer l’approximation en travaillant  l’ordre suivant.
14. Ces comptages de grand Nc impliquent en particulier que les masses des r  sonances seront comptabilis  es
comme O
(
Nc
0
)
et les constantes L1, L2, L3, L9, L10,H1 d’ordre O(Nc), comme il se doit [GL84].
4.3 R
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Chapitre 5
Th   orie effective pour le secteur   lectro-
faible: utilisation des spurions
Ce chapitre utilise le formalisme des spurions introduit au chapitre 4 et l’applique  la construction
de la th  orie effective de l’EWSB sans particule de Higgs. Rappelons que le but est de d  crire un
secteur de brisure pour le secteur  lectrofaible, o

les seuls champs scalaires l  gers sont les trois GBs
n  cessaires pour donner leurs masses aux W± et Z0. Le spectre de basse  nergie ne contient alors
pas de scalaires l  gers. L’  chelle caract  ristique de cette LEET,  laquelle cette derni
 
re devient
inapplicable, est d’ordre de Λ∼ 4   f ∼ 3 TeV.
Nous avons d  j  soulign  que la limite mH
  ∞ du SM ne correspondait qu’  un jeu particulier
des constantes apparaissant  l’ordre O(p4) dans la th orie effective (analogues des Li de la χPT).
Ces constantes nous sont en revanche inconnues dans le cas d’autres mod
 
les sous-jacents. Avant
de s’int  resser aux petites corrections d’ordre O(p4), on doit cependant reconsid  rer la formulation
g  n  rale de la th  orie. Dans ce chapitre, nous nous concentrons sur les difficult  s qui survient d
 
s
l’ordre O(p2).
On explique en premier lieu quelles sont les difficult  s rencontr  es dans l’approche classique des
th ories effectives avec le seul comptage chiral introduit au chapitre 2 et utilis pour le cas SU(2) au
chapitre 3. Dans ce cas, on utilise directement le lagrangien effectif g  n  rant les fonctions de Green
des courants de la sym  trie bris  e SU(2)L×SU(2)R×U(1)B−L, identifiant quatre des sources aux
champs de Yang-Mills dynamiques de SU(2)w× U(1)Y . Nous discutons les probl
 
mes rencontr  s
dans cette approche: certains op  rateurs qui  taient irrelevants dans le cas du SM car ils  taient
quadratiques en le champ de Higgs (voir section 1.6.2) apparaissent ici d
 
s l’ordre dominant O(p2),
et ne sont plus supprim  s par une  chelle de masse.
L’application du formalisme des spurions au cas  lectrofaible sans particule de Higgs est ensuite
expos e. L’accent est mis sur la r solution des difficult  s pr  c demment mentionn  es, et  galement
sur les premiers effets spurioniques remarquables.
5.1 Difficult
 
s de la th
 
ories effective sans Higgs bas
 
e sur la
sym
 
trie SU(2)×U(1)
Dans cette section, nous pr sentons une extension du cadre de la th  orie effective d  velopp  e
au chapitre 3. Ce chapitre traitait d’une th  orie de Yang-Mills SU(2) coupl  e aux trois GBs de
la brisure SU(2) × SU(2)   SU(2). En vue d’une application au secteur  lectrofaible, le champ
de jauge U(1)Y est  pr sent introduit. Notons que nous avons d  j  discut l’introduction de ce
champ ab  lien en le couplant  la th  orie effective de la QCD dans la limite de deux saveurs de
masses nulles en 1.7.3. C’est en des termes analogues qu’est souvent analys  e la technicouleur.
Nous pr  sentons une telle discussion  l’annexe C. Au lagrangien effectif du secteur de brisure, on
ajoute alors uniquement les termes de courbures au carr  pour chacun des groupes de Yang-Mills.
L’identification entre sources et champs est  galement impos  e, suivant la m  thode d  crite pour le
cas SU(2) au chapitre 3. Le cas de la technicouleur correspond  prendre les valeurs des constantes
de basse  nergie  l’ordre O(p4) obtenues en χPT. La valeur de la constante f apparaissant 
O(p2) est en revanche suppos  e valoir 246 GeV. Cependant, une telle transposition de la QCD 
une plus haute  chelle semble exp  rimentalement exclue (voir l’annexe C).
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D’autre part, la simple   juxtaposition  des deux secteurs est elle-m  me probl  matique: du
point de vue logique, on ne peut pas consid  rer le secteur de brisure et celui de jauge s  par ment,
puis simplement introduire les interactions entre les deux via l’identification des sources et des
champs de jauges. En effet, les sym  tries permettront des op  rateurs m langeant les deux secteurs,
et la LEET doit tenir compte de tels termes. En particulier, puisque l’introduction du champ de
jauge U(1)Y brise explicitement la sym  trie custodiale, le lagrangien doit inclure tous les termes de
ce type, par exemple ceux impliquant explicitement une matrice τ 3: nous reviendrons sur ce point
ci-dessous. De tels termes seront d’ailleurs n  cessaires aux ordres sup  rieurs [BEM99]: la question
est alors de formuler un d  veloppement donnant l’ordre auquel ces termes apparaissent, ce que
nous ferons  l’aide des spurions dans la suite de ce chapitre.
Nous d  crivons  pr  sent les difficult  s dans le cadre d’une LEET pour l’EWSB sans particule de
Higgs physique, dans le cas o

le couplage du secteur de brisure aux champs de jauge est introduit
par une simple identification des sources avec les champs de Yang-Mills. Les seules r
 
gles de
comptage  appliquer dans ce cas ont  t  discut es au chapitre 2. Les difficult  s ph nom  nologiques
apparaissent d
 
s l’ordre des arbres: les sym  tries et le comptage de puissance permettent  l’ordre
dominant diverses interactions suppl  mentaires par rapport au SM en arbres. Ces interactions
ind  sirables correspondent  des op  rateurs qui seraient irrelevants dans le cas du SM et qui
contiendraient des puissances des champs des Higgs  l  mentaires.
5.1.1 R  gles de construction
On consid
 
re la matrice Σ ∈ SU(2) d  crivant les trois GBs de la brisure SU(2)L × SU(2)R ×
U(1)B−L
  SU(2)L+R × U(1)B−L, avec les propri  t  s de transformations sous L ∈ SU(2)L et
R∈SU(2)R
Σ

LΣR† . (5.1)
Les transformations des doublets fermioniques sont 1
χL  R e
−iB−L
2
α0
χL , (5.2)
χR  L e
−iB−L
2
α0
χR . (5.3)
Les sources se transforment selon
Lµ  L
t
µ = LLµL
†+ iL∂µL† , (5.4)
Rµ  R
t
µ = RRµR
†+ iR∂µR† . (5.5)
Les interactions sont introduites en identifiant sources et champs de jauge SU(2)w×U(1)Y not  s
Gµ
a et bµ
0 selon
Rµ
a = gGµ
a , (5.6)
Lµ
a = δa3 g ′ bµ0 +Sµa , (5.7)
o

les Sµ
a sont des sources. Les propri  t  s de transformation des champs sont
Gµ  RGµR
†+ i
g
R ∂µR
† , (5.8)
bµ
0

bµ
0 − ∂µα0 . (5.9)
Dans la th  orie effective, la r
 
gle d’introduction des couplages est la suivante: on  crit le lagrangien
invariant sous SU(2)L× SU(2)R×U(1)B−L, et on identifie ensuite les connexions selon (5.6-5.7).
1. Noter la similitude avec (1.28-1.29). Bien que pr judiciable d’un point de vue mn  motechnique, cette notation
pour les transformations L et R des GBs nous rappelle que celles-ci n’ont rien  voir avec la chiralit  des fermions.
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Apr
 
s l’identification (5.7), on note  nouveau le parall
 
le entre les transformations de la matrice
des GBs Σ et celles de la matrice Φ† du SM (1.72).
5.1.2 Secteur bosonique
Avec les comptages de puissances d  termin  s au chapitre 2
f ,Σ = O(p0) , (5.10)
∂µ, Dµ = O
(
p1
)
, (5.11)
Lµ, Rµ, Sµ = O
(
p1
)
, (5.12)
Gµ, bµ
0 = O(p0) , (5.13)
g, g ′ = O(p1) , (5.14)
on peut  crire les termes de plus bas ordre du lagrangien effectif dans le secteur bosonique. Celui-
ci commence bien par l’ordre O(p2), et l’on trouve
L2 = − 1
2
〈GµνGµν 〉+ f
2
4
〈
DµΣ
†DµΣ
〉− 1
4
bµν
0 b0µν . (5.15)
Rappelons  ce stade que la sym  trie SU(2)L est essentielle: sans elle, on ne demanderait l’inva-
riance du lagrangien que sous le sous-groupe ab  lien de SU(2)L correspondant  l’isospin droit
U(1)Td 3. Dans ce cas, on aurait d
 
s l’ordre le plus bas O(p2) des corrections au param   tre T . En
effet, les masses des W± et du Z0 seraient ind  pendantes puisque l’on pourrait  crire l’  quivalent
de l’op  rateur (1.122) [Lon80], qui ne donnera de masse qu’au Z0〈
Σ† τ 3DµΣ
〉 〈
Σ† τ 3DµΣ
〉
= O(p2) . (5.16)
Ceci est la motivation originale pour demander la sym  trie custodiale du secteur bosonique dans
la limite g ′   0 ici r  alis e par le groupe SU(2)L. De plus, le terme suivant [HT90, PT92, EH92],
donnant une contribution au param
 
tre S 2 serait  galement permis
bµν
0
〈
Σ† τ3 ΣGµν
〉
. (5.17)
Si pour une raison donn  e, de tels termes n’apparaissaient que multipli  s par g ′, on r cup  rerait
bien la sym trie custodiale dans la limite g ′   0.
Dans la th  orie effective bas  e sur les r
 
gles donn  es  la section 5.1.1, seul le terme suivant est
permis, qui appara  tra  l’ordre O(p3)〈
Σ†Lµν ΣGµν
〉
= O(p3) . (5.18)
Lorsque l’on effectue l’identification selon (5.7), on voit que ceci g  n
 
re, en plus des termes de
sources 3, le terme (5.17), multipli par g ′, comme il se doit. Le r  sultat est donc le suivant:
l’op  rateur est rel  gu   l’ordre O(p3), mais interviendra donc encore avant les corrections de
boucles O(p4). Cet op  rateur donne une contribution au param   tre S d   s l’ordre des arbres. Nous
verrons dans la suite du pr  sent chapitre que le d  veloppement en puissance des spurions permet
de rel guer cet op  rateur  l’ordre O(p4).
Dans le d veloppement chiral bas  sur la sym trie SU(2)w × U(1)Y tel qu’il a  t  pr sent 
jusqu’ici, le statut de l’op  rateur (5.16) n’est pas clair: nous seront donc naturellement conduits
 introduire la brisure explicite de SU(2)L vers U(1)Td 3  l’aide de spurions  la section 5.2,
permettant de compter les puissances des param
 
tres de brisure. Ceci constitue donc un autre r   le
pour les spurions en plus de la simple identification entre les groupes SU(2) chiraux et les groupes
de jauge, d  crite  la section 4.1.2.
2. Nous avons d  j remarqu  que l’op  rateur correspondant dans le SM (1.121) donnait des contributions au
param  tre S, voir (B.24). Voir aussi  ce sujet l’annexe C.
3. On peut  galement v rifier que l’op  rateur (5.18) ne peut pas  tre divis  par une puissance de constante
de couplage: les courants extraits par d  riv e fonctionnelle seraient mal d  finis dans la limite (g, g′)  (0, 0). Le
raisonnement est analogue  celui de l’annexe D.1.
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5.1.3 Fermions
Construisons maintenant les terme d’ordre le plus bas comportant les champs spinoriels (2.121)
χL, χR = O
(
p1/2
)
. (5.19)
On trouve d
 
s l’ordre O(p1) des termes de Yukawa donnant une masse commune aux deux com-
posantes du doublet
χR Σ χL = O
(
p1
)
. (5.20)
Ceci pr sente imm diatement un danger pour le d  veloppement de la th  orie effective: la formule
de comptage de Weinberg (2.80) n’est plus respect  e. On doit donc trouver une raison physique
pour que ces masses soient prot  g es 4. De nouveau, la sym  trie SU(2)L semble interdire l’op  rateur
suivant, qui g  n  rerait une diff  rence de masse entre les deux composantes d’un doublet (par
exemple mt−mb)
χR τ
3 Σ χL , (5.21)
mais en r  alit  , un tel op  rateur sera g  n r par les corrections radiatives. Il nous faudra recourir au
d  veloppement en puissance des spurions pour trouver une r
 
gle fixant l’ordre auquel les op  rateurs
du type (5.16) et (5.21) vont appara  tre.
Les termes cin  tiques, quant-  -eux, sont comptabilis s comme O(p2) (2.119-2.120)
i χL γµDµχL = O
(
p2
)
, (5.22)
i χR γ
µDµχR = O
(
p2
)
. (5.23)
Ils donnent des couplages des fermions aux bosons vecteurs identiques  ceux du SM,  tant don-
n  es les charges des fermions sous les transformations (5.2-5.3) et les identifications (5.6-5.7). En
revanche, les sym  tries de la th  orie permettent d’  crire les op  rateurs suivants [ABCH85, PZ90]
au m  me ordre
i χL γµ
(
Σ†DµΣ
)
χL = O
(
p2
)
, (5.24)
i χR γµ
(
ΣDµΣ†
)
χR = O
(
p2
)
. (5.25)
On peut voir que ces termes contiennent des interactions entre les fermions et les champs vectoriels
contenus dans la d  riv e covariante. Ces termes, qui seront pr  sents dans le lagrangien effectif,
multipli  s par des constantes libres, violeront donc l’universalit  des couplages. On constate de plus
que les fermions de chiralit  droite vont pouvoir coupler aux champs de jauge SU(2) d
 
s cet ordre.
Ceci est en conflit avec les exp  riences. Rappelons que, dans le cas du SM, des termes similaires
peuvent  tre construits, mais seront de dimensions six (voir (1.123-1.124)).
A l’ordre O(p1), on peut construire un op  rateur effectif donnant des masses de Majorana aux
νL, ce qui constitue vraisemblablement la difficult  la plus flagrante pour cette th  orie effective
sans Higgs. En effet, on peut  crire l’invariant suivant pour le cas o

le doublet χL est un doublet
de leptons (B −L=− 1)
(χLi)
c Σ† τ−Σ χLj = O
(
p1
)
. (5.26)
Cet op  rateur est invariant sous SU(2)w × U(1)Y , bien qu’il viole la sym  trie custodiale SU(2)L
ainsi que le nombre leptonique par deux unit  s (il conserve le nombre baryonique). Cet op  rateur
est la version sans Higgs physique correspondant  l’op  rateur (1.119) dans le cas du SM. Un tel
op  rateur apparaissant  l’ordre O(p1) et de dimension physique  gale  trois introduirait une
violation du nombre leptonique  un niveau inacceptable (dans le cas du SM, l’op  rateur (1.119)
est de dimension physique cinq puisque la matrice Φ a une dimension physique  gale  un, et
l’op  rateur est donc supprim  par une  chelle). Nous insistons sur le comptage de puissances et
de dimensions pour cet op  rateur car il constitue la difficult  la plus s v
 
re pour la LEET.
4. Comme d  j mentionn   la section 2.4.2.2, et comme nous le verrons au chapitre 6, l’origine du probl  me
est la suivante: les champs fermioniques que nous consid  rons ici correspondent en fait  des fermions composites
et non pas  l mentaires. Dans ce cas, on peut par exemple supposer que leurs masses sont faibles en relation avec
leur participation au raccordement des anomalies [tH79a].
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5.1.4 Discussion
On voit que la formulation de la LEET pour l’EWSB sans particule de Higgs utilisant uniquement le
comptage chiral d  fini au chapitre 2 est insuffisante pour rendre compte de la suppression, observ e
exp  rimentalement, de certains couplages. Le fait de consid  rer comme petites tout un ensemble de
constantes apparaissant devant des op  rateurs m  rite une explication bas  e sur des sym  tries pour
esp  rer pr tendre  un d but de compr  hension. Ici, un tel choix serait arbitraire, contrairement
au cas du SM, o

les op  rateurs correspondants sont irrelevants du fait de la dimension physique
du champ de Higgs  l  mentaire (voir section 1.6.2). De plus, le comptage de l’ordre auquel certains
effets apparaissent est malais . En particulier, la brisure d’isospin faible est un tel effet: si l’on
veut appliquer la LEET au secteur  lectrofaible, les diff rences de masses entre composantes d’un
doublet fermionique devrait  tre comptabilis  s comme  tant du m  me ordre que la masse moyenne.
Ceci n’est pas le cas dans le pr sent formalisme.
La situation est donc semblable  celle mentionn  e  l’annexe F pour le cas des mod
 
les moose,
et r solue par le formalisme des spurions au chapitre 4: on a des couplages ind  sirables d
 
s l’ordre
le plus bas, que l’on souhaite repousser  des ordres sup  rieurs de fa  on coh  rente. Ici, on souhaite
traiter comme  tant d’ordres sup  rieurs l’op  rateur (5.26) violant le nombre leptonique par deux
unit s, les couplages non-standard des fermions aux champs vecteurs (5.24-5.25), l’op  rateur (5.18)
correspondant  une valeur non-nulle du param
 
tre S en arbres, l’op  rateur (5.16) contribuant au
param
 
tre S, ainsi que les termes de Yukawa (5.20). Pour r aliser cette suppression, le formalisme
des spurions (introduit au chapitre 4) fait appel  une plus grande sym  trie. Nous appliquons 
pr sent ce formalisme au cas de l’EWSB sans Higgs. Ceci permettra de construire le lagrangien
effectif d  crivant ensemble les deux secteurs (composite et  l  mentaire) en introduisant leurs inte-
ractions via des contraintes sur les spurions.
5.2 Couplage entre le secteur de brisure et le secteur
 
l
 
men-
taire  

des spurions
Nous avons vu  la section 5.1 que l’approche la plus simple, bas  e uniquement sur la sym  -
trie SU(2) × U(1) rencontrait des difficult  s ph  nom  nologiques d   s l’ordre dominant, ainsi que
des probl
 
mes plus th  oriques du point de vue de sa formulation. Suite  cette discussion, nous
introduisons le couplage entre le secteur de brisure (que nous appellerons   techni-th orie  5)
et le secteur de jauge (champs de Yang-Mills et fermions  l  mentaires: quarks et leptons) via les
spurions,  tendant la formulation du chapitre 4.
L’introduction des couplages via les spurions utilise un plus grand groupe de sym  trie, appel e
Snaturel, correspondant  la situation o

le secteur de brisure et le secteur  l mentaire sont d  cou-
pl  s. Ceci traduit le fait que les deux secteurs sont distincts, puisque l’on introduit le couplage entre
les deux de fa  on perturbative. Pr cisons n  anmoins que, la proc  dure  tant directement d  finie
au niveau de la th  orie effective, qui est notre seul outil de travail, il para  t difficile de la traduire
en un crit
 
re sur la th  orie sous-jacente: la LEET ne se pr  occupe pas de l’origine dynamique des
spurions et des contraintes qui leurs sont appliqu  es.
La th  orie effective pour l’EWSB avec un contenu minimal en particules est donc bas  e sur le
moose lin aire avec K=0, qui poss
 
de une sym  trie SU(2)L×SU(2)R   SU(2)L+R. Nous couplons
des champs de Yang-Mills SU(2)G0×SU(2)G1 et une source de la sym  trie U(1)B−L. Le groupe de
transformations de la sym  trie naturelle sera donc
Snaturel = SU(2)G0× SU(2)L× SU(2)R× SU(2)G1×U(1)B−L . (5.27)
Il sera r  duit vers
Sr duit = SU(2)w×U(1)Y , (5.28)
en utilisant des spurions et les contraintes qui leur seront appliqu  es.
5. La d  nomination  techni-th  orie  est choisie pour rappeler la parent  avec le premier mod  le de ce type
(la technicouleur). L’id  e est que la technicouleur n’est qu’un exemple de techni-th  orie.
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Les d  tails de cette r duction de sym  trie, ainsi que les premi
 
res cons quences physiques, sont
le sujet de cette section. La discussion est sensiblement am  lior  e par rapport  [HS04b], qui traite
 galement des premi
 
res extensions du cas minimal: nous ne consid  rons pas de tels cas dans le
pr sent manuscrit.
5.2.1 Spurion complexe et isospin droit
Nous d crivons le couplage des trois GBs de la brisure SU(2)L × SU(2)R   SU(2)L+R aux
champs de jauge de SU(2)G0 × SU(2)G1, comme indiqu  sur la figure 5.1. Le spurion X et la
contrainte de covariance constante qui lui sera appliqu  e vont r aliser le couplage de champs de
Yang-Mills SU(2)G1 aux GBs, identifiant les sources et les champs dynamiques. Le groupe d’inva-
riance SU(2)G1+R de la solution des contraintes correspondra au groupe SU(2)w des interactions
faibles. Le spurion Y˜ permet de s  lectionner la connexion du sous-groupe ab  lien diagonal de
SU(2)L× SU(2)G0 comme champ de jauge dynamique. Les transformations correspondantes sont
celles de l’isospin droit d  not  e U(1)Td 3
6, qui seront ensuite identifi  es  la section 5.2.3 avec celles
du groupe U(1)B−L pour donner les transformation de l’hypercharge U(1)Y (ceci n  cessitera un
spurion suppl  mentaire d  not  φ).
Y˜ Σ X
G0 G1L R
Figure 5.1. Couplage de champs de jauge SU(2)×SU(2)   un triplet de GBs, via des spurions.
Les transformations des champs de Yang-Mills sont donn  es par
G0µ  G0G0µG0
†+ i
g0
G0 ∂µG0
† , (5.29)
G1µ  G1G1µG1
†+ i
g1
G1 ∂µG1
† , (5.30)
les transformations correspondantes (G0,G1)∈SU(2)G0×SU(2)G1 commutant avec la sym  trie chi-
rale SU(2)L×SU(2)R. La s lection du groupe de jauge dynamique SU(2)w×U(1)Td 3 est effectu  e
par des contraintes. Celles-ci n  cessitent d’introduire le spurion X satisfaisant  la condition de
r alit 
Xc = X . (5.31)
On introduit  galement le spurion Y˜ , qui est une matrice 2× 2. Les propri  t  s de transformation
des deux spurions, r  sum  es par la figure 5.1, sont
X

RXG1
† , (5.32)
Y˜

G0 Y˜ L
† . (5.33)
Notons que le spurion Y˜ et son conjugu  Y˜c ≡ τ 2 Y˜ ∗ τ 2 sont distincts, mais se transforment de
mani  re identique
Y˜c

G0 Y˜cL
† . (5.34)
Notons que, pour toute matrice 2× 2, on a la relation
Y˜ Y˜c
†
= det Y˜  . (5.35)
On constate bien que les spurions relient les deux secteurs (composite et  l  mentaire), puisque
dans les  quations (5.32-5.33), G0 et G1 sont les transformations de jauge apparaissant dans (5.29-
5.30), et les transformation L,R sont celles agissant sur les GBs selon
Σ

LΣR† . (5.36)
6. La notation  d  pour  isospin droit  fait ici r  f rence
 
la chiralit des fermions auxquels le champ ab  lien
sera coupl , et non pas au groupe SU(2)R.
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On utilisera le m  me comptage qu’au chapitre 4 pour les spurions
X, Y˜ = O() . (5.37)
Les termes invariants d’ordre O(p2 0) sont les suivants
Lbosons(2,0) = f
2
4
〈
DµΣD
µΣ†
〉− 1
2
〈G1µνG1µν 〉− 12 〈G0µνG0
µν 〉 , (5.38)
o

la d riv e covariante DµΣ implique les sources Lµ et Rµ d’apr
 
s (5.36), et non pas les champs
dynamiques G0µ, G1µ
DµΣ = ∂µΣ− iLµΣ + i ΣRµ . (5.39)
Rappelons finalement les transformations des sources
Lµ  LLµL
†+ iL∂µL† , (5.40)
Rµ  RRµR†+ iR∂µR† . (5.41)
Nous suivons  pr  sent la logique du chapitre 4. La contrainte de constance covariante est
impos  e sur les spurions
DµX = ∂µX − iRµX + i g1XG1µ = 0 , (5.42)
DµY˜ = ∂µY˜ − i g0G0µ Y˜ + i Y˜ Lµ = 0 , (5.43)
ce qui introduira les interactions entre GBs et champs de jauge.
Solution des contraintes
On peut r  soudre les contraintes de la mani
 
re suivante: en appliquant des transformations
appropri  es, on se place dans une jauge o

X s’  crit
X =
j. s.
ξ
 
2×2 . (5.44)
Au lieu d’utiliser Y˜ et Y˜c, on pourra, gr  ce aux contraintes, travailler dans une base (Yu, Yd) avec
Yd = Yuc , (5.45)
et 7
Yu Yuc
† = 0, (5.46)
o

Yu, Yd se transforment de la m  me mani
 
re que Y˜ (5.33). Ce sont les deux combinaisons
lin  airement ind  pendantes solution de (5.43) qui v rifient (5.46). On pourra alors exprimer le
spurion original Y˜ selon
Y˜ = eiϕY (cosαYYu+ sinαYYd) , (5.47)
o

, du fait la contrainte (5.43), ϕY et αY sont des constantes (r elles). On se placera dans la jauge
standard, dans laquelle
Yu =
j. s.
(
η 0
0 0
)
, (5.48)
et donc (en accord avec (5.45))
Yd =
j. s.
(
0 0
0 η
)
. (5.49)
On voit que le comptage de puissance (5.37)  quivaut  un comptage pour les constantes ξ et η,
donn  par
ξ, η = O() . (5.50)
7. Rappelons la relation (5.35).
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De plus, Y˜ introduira la brisure d’isospin faible,  tant diagonal mais non pas proportionnel  l’unit 
d’apr
 
s (5.47-5.48) 8. La r  solution des contraintes (5.42-5.43) dans la jauge standard d  finie par
(5.44) et (5.48) donnera de plus
Rµ =
j. s.
g1G1µ , (5.51)
Lµ
1,2 =
j. s.
G0µ
1,2 =
j. s.
0, (5.52)
Lµ
3 =
j. s.
g0G0µ
3 . (5.53)
On constate que la connexion Rµ et le champ de jauge g1G1µ sont identifi  s du fait de la contrainte
sur le spurion r  el X : on a ainsi r  duit la sym  trie SU(2)R×SU(2)G1  son sous-groupe SU(2)R+G1
diagonal, qui est le groupe des interactions faibles SU(2)w. Le spurion complexe Y˜ est responsable
du choix du sous-groupe ab  lien diagonal de SU(2)G0× SU(2)L qui correspond  un champ dyna-
mique, c’est-  -dire l’isospin droit U(1)Td 3: l’identification des connexions concerne uniquement la
troisi
 
me composante, les autres  tant nulles.
D  monstration
Pour ce qui est de la contrainte sur le spurion X , on proc
 
de comme  la section 4.1.2.1: on
utilise tout d’abord la d  composition
X = ξ U , (5.54)
avec U ∈SU(2). On montre que la contrainte (5.42) implique, sans choisir de jauge
∂µξ = 0 . (5.55)
Une transformation SU(2)R1 d finie par
R1 = U
† , (5.56)
permet d’obtenir le r  sultat annonc  (5.44) ainsi que (5.51), apr
 
s  criture explicite de la contrainte
composante par composante. Notons que la jauge d  finie par (5.44) est fix  e  une transformation
de jauge SU(2)G1+R pr
 
s, qui reste donc libre. Celle-ci sera plus tard identifi  e avec le groupe faible
SU(2)w. La r duction de sym  trie effectu  e gr  ce au spurion X est sch  matis e au tableau 5.1.
SU(2)R × SU(2)G1
|
X
↓
SU(2)w
Tableau 5.1. R  duction de sym  trie op  r e par le spurion X.
Concernant le spurion Y˜ , on utilise la d  composition suivante, valable pour une matrice 2× 2
g  n  rique
Y˜ = eiϕYGY
†DYLY , (5.57)
o

ϕY est une fonction r  elle et GY , LY sont des  l  ments de SU(2). DY est diagonale et r  elle.
Puisque la matrice τ 3 commute avec DY , on voit que le couple (GY , LY ) n’est unique qu’  une
transformation U(1) diagonale pr
 
s, soit
(GY , LY ) ∈ SU(2)× SU(2)
U(1)τ3,diagonal
. (5.58)
8. De telles matrices diagonales ont  t  utilis es dans la litt rature (voir [AHCG01b] entre autres). L’id  e y  tait
 galement de s  lectionner le groupe de jauge, mais la formulation covariante, permettant une formulation pr  cise et
un d  veloppement syst matique, en  tait absente.
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On peut v rifier que le nombre de param
 
tres ind  pendants dans le membre de droite de (5.57)
est bien huit. Utilisant la contrainte sur Y˜ (5.43), on peut  crire sans aucun choix de jauge
∂µ
〈
Y˜ Y˜ †
〉
= ∂µ
(
trDY
2
)
= 0, (5.59)
Dµ
(
Y˜ Y˜c
†) = ∂µ( e2iϕY detDY )   2×2 = 0, (5.60)
ce qui implique, sans avoir eu  choisir de jauge
∂µϕY = 0 , (5.61)
∂µDY = 0 . (5.62)
On peut donc  crire Y˜ comme combinaison lin  aire avec coefficients constants (ce qui constitue le
r sultat (5.47)) de
Yu = GY
†
(
η 0
0 0
)
LY , (5.63)
Yd = GY
†
(
0 0
0 η
)
LY , (5.64)
avec, ind  pendamment de la jauge
∂µη = 0. (5.65)
On v rifie que Yu et Yd donn  s par (5.63-5.64) repr  sentent les deux solutions lin  airement ind  -
pendantes de (5.43) et (5.46).
Comme Y˜c se transforme de fa  on identique  Y˜ , on peut construire des termes dans le lagran-
gien impliquant des combinaisons lin  aires  coefficients arbitraires constants de Y˜ et Y˜c. Une
 criture  quivalente utilise des combinaisons lin  aires de Yu et Yd: c’est celle que nous choisirons par
la suite. Notons que ceci pourra  tre utilis au niveau du lagrangien invariant sous Snaturel, puisque
nous n’avons pas eu  choisir une jauge pour obtenir ce r  sultat. La suite de la m  thode utilise en
revanche un choix de jauge particulier, que nous appellerons la jauge standard. La contrainte sur
Y˜ (5.43) implique, d’apr
 
s (5.45) et (5.47)
DµYu = 0 . (5.66)
Appliquant les transformations suivantes de SU(2)G0 et SU(2)L
G0 = e
−if τ3
2 GY , (5.67)
L = e
−if τ3
2 LY , (5.68)
avec une fonction f arbitraire on obtient, dans cette jauge standard
Yu =
j. s.
(
η 0
0 0
)
, (5.69)
et ce ind  pendamment de la fonction de jauge f , qui reste donc libre. On utilise ensuite les  quation
suivantes, qui d  coulent de (5.66)
Dµ
(
YuYu
†
)
= 0 , (5.70)
Dµ
(
Yu
†Yu
)
= 0 .
Ecrivant ces  quations composante par composante dans la jauge standard o

(5.69) est valable,
on obtient les r sultats (5.52), dans le cas g  n ral η
 
0. A partir de l’  quation (5.66)  crite dans
cette m  me jauge standard, on obtient l’identification (5.53).
Notons que l’on a utilis  une transformation G0 (5.67) pour atteindre la jauge standard dans
laquelle (5.69) est valable: le champ de jauge G0µ
a est alors align  selon la troisi
 
me direction.
Cependant, il reste un sous-groupe ab  lien qui n’est pas contraint: parmi les six fonctions de jauge
initiales du groupe SU(2)L × SU(2)G0, la transformation f reste libre. Nous utiliserons ainsi la
notation suivante pour le champ dynamique U(1) correspondant
G0µ
3 =
j. s.
bµ
0 . (5.71)
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Pour ce champ de jauge ab  lien, le tenseur de Faraday est donn  par
bµν
0 = ∂µbν
0 − ∂νbµ0 , (5.72)
et la transformation de jauge par
bµ
0

bµ
0 − 1
g0
∂µf , (5.73)
qui est bien compatible avec les contraintes. Nous avons donc trouv que la contrainte appliqu  e
au spurion complexe Y˜ , lequel contient huit fonctions r elles, r duit l’espace des connexions  un
plus petit sous-espace que dans le cas d’un spurion r  el contenant quatre fonctions r  elles. Ceci
est logique, puisqu’un nombre de param
 
tres ind pendants plus grand pour le spurion entra  ne
davantage de relations non-triviales d  coulant de la contrainte de covariance constante. Dans les
deux cas, les combinaisons lin  aires du spurion et de son conjugu  peuvent  tre  crites, dans la
jauge standard, comme combinaison lin  aire de matrices n’impliquant qu’un param
 
tre libre, comp-
tabilis  e comme d’ordre O(). La r  duction de sym  trie op  r  e par le spurion Y˜ et la contrainte
associ  e est r sum  e par le tableau 5.2.
SU(2)G0 × SU(2)L
|
Y˜
↓
U(1)Td 3
Tableau 5.2. R  duction de sym  trie due au spurion Y˜ .
Injectant la solution des contraintes dans le lagrangien (5.38), on obtient
Lbosons(2,0) =
j. s. f2
4
〈∇µΣ∇µΣ†〉− 1
2
〈G1µνG1µν 〉− 14 bµν
0 b0µν , (5.74)
o

la d  finition suivante a  t  employ e
∇µΣ ≡ DµΣ
∣∣
j. s.
= ∂µΣ− i g0 bµ0 τ
3
2
Σ + i g1 ΣG1µ . (5.75)
5.2.2 Bosons
Jusqu’  pr  sent, nous avons uniquement introduit les champs bosoniques. Nous donnons  pr sent
plus de d tails sur ce secteur, afin d’  tablir le r sultat suivant:  l’ordre dominant O(p2 0), les
interactions sont identiques  celles du SM, except  pour ce qui est de l’absence de la particule
de Higgs. A cette fin, nous travaillons avec les champs physiques, utilisant des red  finitions des
champs similaires  celles de la section 4.1.3: l’id  e est  nouveau de d  finir des objets invariants
sous la sym  trie SU(2)R. Ainsi, on effectue un changement de variable pour les sources Rµ vers des
champs vectoriels Wµ. Pour simplifier les  critures et faire appara  tre les interactions entre champs
physiques, nous nous pla  ons dans la jauge standard, et donnons les red  finitions des champs dans
cette jauge. Les champs obtenus ne seront pas invariants sous toutes les transformations de jauge,
mais porteront une charge ab  lienne. En revanche, ils sont invariants sous les transformations
SU(2)G1 (et SU(2)R, ces transformations  tant identifi  es dans la jauge standard). Pour les champs
Wµ on  crit
Wµ =
j. s. i
g1
Σ∇µΣ† . (5.76)
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De m  me que pour le cas des mooses du chapitre 4, le lagrangien effectif (5.74), lorsqu’il est  crit
en termes des variables Wµ au lieu des Rµ, ne d  pend plus de Σ 9: c’est le m  canisme de Higgs.
Ces d finitions permettent d’  liminer les GBs du lagrangien. Cette r " criture suffit  diagonaliser
les termes quadratiques pour les bosons vecteurs charg  s d  finis par
Wµ
± =
j. s. i 2
√
g1
〈
τ∓Σ∇µΣ†
〉
. (5.77)
Pour ce qui est des champs neutres en revanche, il reste encore  traiter le m  lange: la matrice de
masse dans la base
(
bµ
0 ,Wµ
3
)
est diagonale, puisqu’elle prend la forme
g1
2 f2
4
(
0 0
0 1
)
. (5.78)
En revanche, la matrice des termes cin  tiques est donn  e par
− 1
4
 1 +
(
g0
g1
)2
g0
g1
g0
g1
1
 . (5.79)
On utilise donc une transformation triangulaire, selon
Aµ =
j. s.
s
i
g1
〈
τ 3 Σ∇µΣ†
〉
+
1
c
bµ
0 , (5.80)
Zµ =
j. s.
c
i
g1
〈
τ 3 Σ∇µΣ†
〉
, (5.81)
avec
c =
g1
g1
2 + g0
2
√ , (5.82)
s = 1− c2√ . (5.83)
Si l’on souhaite comparer  la diagonalisation utilis  e dans le SM, on doit suivre la m  thode qui
serait utilis  e dans ce cas pour d  finir la jauge unitaire: on fixerait dans ce cas  z  ro les champs
pia= 0 pour a= 1, 2, 3 dans
Σ = e
−ipiaτa
f . (5.84)
Ceci correspond  effectuer le remplacement Σ →   2×2 dans les d  finitions ci-dessus (5.80-5.81)
pour obtenir
Aµ
∣∣
pia=0
=
j. s.
c bµ
0 + sG1µ
3 , (5.85)
Zµ
∣∣
pia=0
=
j. s. − s bµ0 + cG1µ3 . (5.86)
On reconna  t bien les formules utilis  es dans le cas du SM, moyennant les remplacements g0→ g ′
et g1→ g. La charge  lectrique s’exprime  galement comme attendu
e =
g0 g1
g0
2 + g1
2
√ , (5.87)
d’apr
 
s les lois de transformation des champs lorsque l’on applique une transformation de jauge f
qui est toujours libre, m  me dans la jauge standard
Wµ
±

e∓ifWµ
± , (5.88)
Zµ  Zµ , (5.89)
Aµ  Aµ− 1
e
∂µf . (5.90)
Par ailleurs, les termes cin  tiques pour les GBs donnent directement les masses des bosons vecteurs
selon
f2
4
〈∇µΣ∇µΣ†〉 =j. s. MW2 〈Wµ+Wµ−〉+ 12 MZ2 〈ZµZµ〉 , (5.91)
9. Comme d  j   voqu  , la disparition des modes de Goldstone du spectre n’est plus garantie en pr  sence
d’anomalies. Ceci sera  tudi au chapitre 6.
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avec  nouveau des d  finitions identiques  celles du SM
MW
2 =
g1
2
4
f2 , (5.92)
MZ
2 =
g1
2 + g0
2
4
f2 . (5.93)
Une  tude d  taill  e des interactions contenues dans le lagrangien (5.74) montre alors que les
interactions entre bosons vecteurs  cet ordre sont identiques  celles d  crites pour le SM en arbres
 la section 1.2.2. Nous ne reproduisons donc pas les expressions des interactions composante par
composante ici, mais mentionnons le sort des op  rateurs ind  sirables. Les termes qui donneraient
des contributions au param
 
tre S en arbres, n  cessitant une modification de la diagonalisation
pour les champs vectoriels neutres (5.80-5.81) sont absents  cet ordre. Ils sont donn  s par 10〈
Lµν ΣR
µν Σ†
〉
= O(p4 0) , (5.94)〈
Lµν ΣXG1
µνX †Σ†
〉
= O(p3 2) , (5.95)〈
G0µνYu,dΣRµν Σ†Yu,d
†
〉
= O(p3 2) , (5.96)〈
G0µνYu,dΣXG1
µνX †Σ†Yu,d
†
〉
= O(p2 4) . (5.97)
Mentionnons  galement que les op  rateurs〈
Yu,d
† Yu,dΣDµΣ†
〉〈
Yu,d
† Yu,dΣDµΣ†
〉
= O(p2 4) , (5.98)
donnant une contribution en arbres au param
 
tre T (comparer avec (5.16) et (1.122)), qui sont
 galement supprim  s par des puissances des spurions. Nous verrons plus tard (section 5.2.5) que,
si l’on impose le lien le plus simple sugg  r entre le comptage spurionique et celui en puissance des
impulsions, on obtient  = O
(
p1/2
)
. Si l’on utilise cette relation, toutes les op  rateurs ci-dessus
(5.94-5.98) appara  tront alors  l’ordre O(p4), au m me niveau que les contributions  une boucle.
Dans ce formalisme de spurions, les corrections au param
 
tre S sont donc naturellement plus petites
que dans l’approche bas  e uniquement sur la sym  trie SU(2)× U(1) (voir (5.18)): en particulier,
il ne semble pas possible de discuter les param
 
tres S et T ind  pendamment des corrections de
boucles.
Dans cette section, nous avons vu comment le spurion complexe Y˜ permettait d’introduire la
brisure de l’isospin faible: la motivation initiale pour introduire les spurions  tait pr cis  ment de
r duire la sym  trie et l’espace des configurations de jauge. D’autre part, dans la jauge standard
utilis  e pour r  soudre les contraintes, les spurions se r  duisent  des constantes, introduisant ainsi
la brisure explicite d’isospin, ind  pendamment de la constante de couplage g0 11, en plus de la
brisure due  la valeur non-nulle de cette constante (la n  cessit d’une distinction entre ces effets
a d  j   t mentionn  e par les auteurs de [BEM99]: le fait que cette brisure implique des spurions
permet de r  soudre les questions relatives  la prise en compte des termes du type de (5.16) et
(5.21), en fixant l’ordre auquel ils apparaissent dans le d  veloppement).
5.2.3 Fermions et sym   trie U(1)B−L
La r  duction de sym  trie, d crite  la section 5.2.1, du groupe SU(2)G0 × SU(2)L × SU(2)R ×
SU(2)G1 utilisant un spurion r el X et un spurion complexe Y˜ nous a permis d’obtenir la sym  trie
U(1)Td 3 × SU(2)w qui est dynamique. Nous avons d  j  mentionn que le groupe de sym  trie
Snaturel (5.27) comportait  galement un sous-groupe U(1)B−L. Cette sym  trie ab  lienne entre en
jeu lorsque l’on consid
 
re les fermions, c’est pourquoi nous l’introduisons dans cette section. Nous
d  crivons  pr sent la r  duction de sym  trie du groupe SU(2)w×U(1)Td 3×U(1)B−L vers le groupe
SU(2)w×U(1)Y , utilisant un autre spurion φ, qui interviendra pour d  crire la violation de B −L.
10. Comparer en particulier avec (5.18), (5.17) et (1.121).
11. Un certain lien entre les deux est donn  par le comptage relatif  = O
(
p1/2
)
sugg  r entre spurions et
constantes de couplages (g0 et g1).
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On d  note la connexion correspondant aux transformations U(1)B−L par Bµ
0, dont la transfor-
mation est donn  e par
Bµ
0

Bµ
0 − ∂µα0 . (5.99)
A ce point, Bµ
0 n’est qu’une source externe, au m  me titre que Lµ et Rµ. Le comptage de puissance
appropri 
Bµ
0 = O(p1) , (5.100)
a  t  donn   la section 2.3.1.1. Nous consid  rons des fermions  l  mentaires d  crits par des doublets
de spineurs de Dirac, et leurs projections de chiralit  s d finies
χL,R =
1∓ γ5
2
χ. (5.101)
Les fermions  l mentaires sont charg s sous les transformations de Yang-Mills  l  mentaires SU(2)G0
et SU(2)G1. Leurs propri  t  s de transformations sous le groupe Snaturel sont en effet les suivantes
12
χL  G1 e
−iB−L
2
α0
χL , (5.102)
χR  G0 e
−iB−L
2
α0
χR , (5.103)
Toutes les transformations non-ab  liennes des divers champs sont sch  matis es  la figure 5.2.
χR χL
Y˜ Σ X
G0 G1L R
Figure 5.2. Introduction de fermions dans le mod  le de la section 5.2.1.
Une autre possibilit  serait de consid  rer des fermions se transformant sous L et R au lieu de
G0 et G1. De tels champs s’interpr  teraient comme des  tats li  s r sultant de la dynamique de
la techni-th orie, puisqu’ils se transforment sous les sym  tries de cette derni
 
re, et non sous les
sym  tries de Yang-Mills  l  mentaires SU(2)G0 et SU(2)G1: ce sont des fermions composites, que
nous consid  rerons au chapitre 6. Rappelons que la possibilit  de distinguer entre les transforma-
tions agissant sur les GBs et celles agissant sur les champs  l  mentaires fait l’un des int  r ts des
spurions. Nous en consid  rons ici les cons  quences pour les fermions.
Il nous faut  pr  sent identifier la sym  trie U(1)B−L suppl  mentaire avec la transformation
U(1)Td 3 de la section 5.2.1. Cette identification sera  nouveau r alis e via une contrainte de
covariance constante impos e sur un nouveau spurion φ, lequel doit donc porter une charge B−L.
Ce spurion est un doublet complexe 13 avec la loi de transformation suivante sous Snaturel 14
φ

G0 e
i
α0
2 φ. (5.104)
Ce doublet complexe ne doit pas  tre confondu avec le doublet de Higgs ϕ du SM, qui ne porte
pas de charge B −L. De plus, rappelons que φ n’est pas un champ dynamique ici.
Notre choix de la charge U(1)B−L pour ce doublet est tel que l’on obtienne la normalisation
usuelle pour les charges B − L des fermions apr   s avoir identifi  les connexions. La condition de
covariance constante impos  e sur ce spurion s’  crit explicitement
Dµφ = ∂µφ− i
(
g0G0µ− Bµ
0
2
)
φ = 0 . (5.105)
12. A comparer avec (5.2-5.3).
13. Nous avons  galement d  j  vu  la section 1.3.2 l’ quivalence entre doublet complexe et matrice 2 × 2
satisfaisant une condition de r  alit .
14. On notera que cette transformation est identique  celle donn e en (5.103) pour un doublet leptonique droit.
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A ce stade, il semblerait qu’on ne puisse pas r  soudre les contraintes en fixant la jauge, la transfor-
mation SU(2)G0 ayant d  j   t utilis e. Il se trouve que les contraintes elles-m  mes, en restreignant
l’espace des configurations, vont permettre une solution. On proc
 
de comme suit: de (5.105), on
d  duit, se pla  ant dans la jauge standard (ce qui implique la nullit  des deux premi
 
res composantes
de Gµ selon (5.52))
0 = [Dµ, Dν]φ =
j. s. − i
2
(
g0G0µν
3 τ 3−Bµν0
)
φ. (5.106)
Ceci implique soit que les deux composantes de φ sont identiquement nulles, soit que
Bµν
0 =
j. s. ± g0G0µν3 . (5.107)
Nous rejetons la premi
 
re possibilit  , les spurions  tant pr cis  ment introduits pour contraindre les
champs. Les deux autres possibilit  s, distingu  es par le signe dans (5.107), sont  quivalentes  une
transformation de jauge discr
 
te G0 = i τ
2 pr
 
s, et donc ne peuvent  tre distingu  es physiquement:
nous choisirons la possibilit  correspondant  la relation ind  pendante de jauge suivante
φ†Yd = 0. (5.108)
Dans la jauge standard o

(5.69) est valable, ceci implique que seule la composante sup  rieure
de φ est non-nulle: nous obtenons donc le signe positif dans l’  quation (5.107). Il existe donc une
fonction f ′ telle que
Bµ
0 = g0G0µ
3 + ∂µf
′ . (5.109)
Effectuant  pr sent la transformation U(1)B−L d  finie par
α0 = f ′ , (5.110)
on obtient l’  galit  entre les connexions elles-m  mes
Bµ
0 =
j. s.
g0G0µ
3 =
j. s.
g0 bµ
0 , (5.111)
ce qui implique la r  duction de sym  trie d  crite par le tableau 5.3.
U(1)B−L × U(1)Td 3
|
φ
↓
U(1)Y
Tableau 5.3. R duction de sym trie via le spurion φ.
Utilisant (5.105), on remarque que la composante non-nulle de φ est une constante dans cette
jauge. Cette constante peut  tre choisie r  elle en utilisant une transformation α0 constante, qui ne
modifie pas (5.111). On obtient finalement
φ =
j. s.
(
ζ
0
)
, (5.112)
avec
∂µζ = 0. (5.113)
Notons que le spurion φ, li au choix du groupe U(1)Y , jouera un r   le particulier dans la suite,
introduisant la violation du nombre leptonique. Nous distinguerons donc le comptage de puissance
pour ζ de celui pour : en pratique nous nous int  resserons  la situation ζ . On comptabilisera
ainsi
φ = O(ζ) . (5.114)
R sultats
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En r sum  , gr  ce aux contraintes elles-m  mes, nous avons pu trouver une jauge dans laquelle la
solution des contraintes prend la forme suivante: les spurions se r  duisent aux constantes suivantes
X =
j. s.
ξ
 
2×2 , (5.115)
Yu =
j. s.
(
η 0
0 0
)
, (5.116)
φ =
j. s.
(
ζ
0
)
. (5.117)
Comme cette jauge est atteinte en fixant neuf des treize fonctions de jauge de SU(2)G0×SU(2)L×
SU(2)R×SU(2)G1×U(1)B−L, seules quatre combinaisons des treize connexions seront non-nulles:
on a en effet les identifications suivantes
Rµ
a =
j. s.
g1G1µ
a , pour a= 1, 2, 3, (5.118)
Lµ
1,2 =
j. s.
G0µ
1,2 =
j. s.
0 , (5.119)
Lµ
3 =
j. s.
g0G0µ
3 =
j. s.
Bµ
0 =
j. s.
g0 bµ
0 . (5.120)
La r  duction de sym  trie du groupe Snaturel = SU(2)G0×SU(2)L×SU(2)R×SU(2)G1×U(1)B−L 
l’aide des trois spurions X, Y˜ et φ a permis d’obtenir le groupe SU(2)w×U(1)Y , selon le tableau
5.4. Dans ce tableau, on a choisi pour les besoins de la repr  sentation, d’ordonner les r  ductions
de sym  tries dues respectivement aux spurions Y˜ et φ. Ceci correspond  l’ordre chronologique
utilis  dans la description ci-dessus, bien que cet ordre n’ait aucune signification physique.
U(1)B−L × SU(2)G0 × SU(2)L × SU(2)R × SU(2)G1
| |
Y˜ X
↓ ↓
U(1)B−L × U(1)Td 3 × SU(2)w
|
φ
↓
U(1)Y × SU(2)w
Tableau 5.4. Description de la r  duction de sym  trie op  r  e par les spurions X, Y˜ et φ.
Le groupe d’invariance SU(2)w×U(1)Y de la solution des contraintes correspond  une sym  trie
dynamique: les connexions sont des variables d’int  gration (champs de jauge).
5.2.4 Couplages des fermions
Avec les notations pr  c  dentes, les termes  l’ordre O(p2 0 ζ0) impliquant les fermions s’  crivent
Lfermions(2,0,0) = i χL γµDµχL+ i χL γµDµχR+ interactions  quatre fermions . (5.121)
Les interactions  quatre fermions ont bien la dimension chirale O(p2 0 ζ0), mais sont cependant
divis  es par une  chelle de masse au carr : la question de leur suppression est donc similaire au cas
du SM. Nous omettrons donc les termes d’interactions  quatre fermions dans le cadre de cette
premi
 
re  tude, puisqu’ils peuvent  tre supprim  s par une  chelle arbitraire.
Afin de montrer que les couplages aux champs vecteurs  cet ordre sont automatiquement
identiques  ceux du SM, on part de la d  finition de la d  riv e covariante appliqu  e aux doublets
fermioniques, qui est donn  e, d’apr
 
s (5.102-5.103), par
DµχL = ∂µχL− i
(
g1G1µ+
B −L
2
Bµ
0
)
χL , (5.122)
DµχR = ∂µχR− i
(
g0G0µ+
B −L
2
Bµ
0
)
χR . (5.123)
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Injectant la solution des contraintes dans la jauge standard, les  quations (5.122-5.123) deviennent
∇µχL ≡ DµχL
∣∣
j. s.
= ∂µχL− i
(
g1G1µ+ g0
B −L
2
bµ
0
)
χL , (5.124)
∇µχR ≡ DµχR
∣∣
j. s.
= ∂µχR− i g0 bµ0
(
τ 3
2
+
B −L
2
)
χR . (5.125)
On peut v rifier,  l’aide du tableau 5.5, que les charges des diff rents fermions sous la sym  trie
U(1) restante correspondant au degr  de libert  f sont bien les hypercharges, par comparaison
avec le tableau 1.3 page 28. Ici, on a not  χu et χd respectivement les composantes sup  rieures et
inf  rieures du doublet χ. On peut explicitement v rifier que les charges du spurion φ sont diff  rentes
de celles du doublet de Higgs, donn  e dans le tableau 1.3. En particulier, le spurion φ introduit
la violation de B−L, puisqu’il identifie la transformation U(1)B−L  celle du sous-groupe ab  lien
U(1)Td 3 de SU(2)G0+L, ce qui se v rifie dans le tableau en consid  rant les charges de la composante
non-nulle dans la jauge standard: φu. D’apr
 
s le tableau 1.3, on constate que le boson de Higgs du
SM, lui, ne brisait pas U(1)B−L, mais identifiait les transformations g  n r es par Tw 3 et Td 3.
Tw 3 Td 3 B −L Y Q
Leptons (B −L=− 1)
χLu 1/2 0 − 1 − 1 0
χLd − 1/2 0 − 1 − 1 − 1
χRu 0 1/2 − 1 0 0
χRd 0 − 1/2 − 1 − 2 − 1
Quarks (B −L= 1/3)
χLu 1/2 0 1/3 1/3 2/3
χLd − 1/2 0 1/3 1/3 − 1/3
χRu 0 1/2 1/3 4/3 2/3
χRd 0 − 1/2 1/3 − 2/3 − 1/3
Spurion φ
φu 0 1/2 − 1 0 0
φd 0 − 1/2 − 1 − 2 − 1
Tableau 5.5. Valeurs propres des composantes des champs sous certains op  rateurs.
A ce stade, il est utile de d  finir des champs invariants sous SU(2)G1 et SU(2)R pour les fermions,
comme nous l’avons fait pour les champs de jauge  la section 5.2.2
ψL = ΣUχL  L e
−iB−L
2
α0
ψL , (5.126)
ψR = χR  G0 e
−iB−L
2
α0
ψR . (5.127)
Ces d  finitions ne donneront pas de variation anomales de la fonctionnelle g  n ratrice tant que
l’on aura trois quarks pour un lepton, la trace de B −L sur les fermions  tant alors nulle (voir la
section 6.3.2  ce sujet). Utilisant la notation ψ pour la somme des deux projections de chiralit 
ψ = ψL+ ψR , (5.128)
on peut r   crire le lagrangien (5.121) sous la forme
Lfermions(2,0,0) =
j. s.
i ψγµ∂µψ+ e ψ γ
µQψAµ+
e
c s
ψ γµ
{
τ 3
2
(1− γ5)
2
− s2Q
}
ψZµ
+
1
2
√ e
s
ψ γµ τ± (
1− γ5)
2
ψWµ
±+ interactions  quatre fermions, (5.129)
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avec
Q =
τ 3
2
+
B −L
2
. (5.130)
Ceci constitue le r sultat d  sir  : les couplages des fermions aux bosons vecteurs  l’ordre O(p20 ζ0)
sont identiques  ceux du SM (voir (1.31) et la section 1.2.1.2).
Un point important est que les termes de couplage non-standard
i χL γ
µX †Σ† (DµΣ)XχL = O
(
p2 2 ζ0
)
, (5.131)
i χR γ
µYu,dΣ
(
DµΣ
†)Yu,d† χR = O(p2 2 ζ0) , (5.132)
ne pourront appara  tre qu’  l’ordre O(p2 2 ζ0). Ceci est automatique dans ce formalisme de spu-
rions, sans hypoth
 
se suppl mentaire, et constitue un r  sultat nouveau par rapport  la litt  rature
[ABCH85, CDCDG87, CDCD+89, PZ90, BEM99]. Notons que ces termes,  crits dans la jauge
unitaire, donneraient des couplages arbitraires des fermions gauches aux bosons vecteurs, puisque
les coefficients apparaissant en facteurs seraient a priori diff  rents selon la g  n  ration consid  r  e: le
terme (5.131) correspond en effet  (5.24) dans l’approche sans spurions. Cet op  rateur introduit
 galement des transitions entre saveurs, puisque les doublets peuvent appartenir  diff  rentes
familles. D’autre part, l’op  rateur (5.132) produit des couplages des fermions de chiralit  droite
aux W±, de m  me que le faisait (5.25) dans l’approche sans spurions: la distinction est qu’ici
l’op  rateur n’appara  t pas  l’ordre dominant. Notons cependant qu’avec la relation =O
(
p1/2
)
sugg  r e par le comptage des masses des fermions  la section 5.2.5, ces termes pourront appara  tre
avant les corrections en boucles.
5.2.5 Masses de Dirac
Etant donn  es les propri  t  s de transformation (5.102-5.103), on peut voir que la construction de
termes de masse pour les fermions n  cessite des puissances des spurions, contrairement au cas de
l’identification directe entre les transformations des champs de jauge et celles des GBs (5.20-5.21).
Les op  rateurs correspondants sont quadratiques en champs fermioniques, avec deux insertions de
spurions, et donc comptabilis  s comme O(p1 2 ζ0).
Ceci sugg
 
re la possibilit   voqu e ci-dessus d’imposer la relation suivante entre les param
 
tres
de d veloppement selon =O
(
p1/2
)
, afin que le terme de masse et le terme cin  tique des fermions
(5.121) apparaissent au m  me ordre dans un comptage unique, c’est-  -dire au niveau du lagrangien
O(p2). Dans ce cas, la masse des fermions suit exactement le comptage n  cessaire pour reproduire
la formule de comptage de Weinberg. Notons que l’on peut cependant imaginer tenir compte de
la hi rarchie des masses des fermions charg  s par un comptage de puissances suppl  mentaire,
li   une sym  trie horizontale, et qui viendrait compliquer cette comparaison. Dans ce cas, la
masse du quark top serait vraisemblablement comptabilis  e comme O(p1), mais les autres seraient
supprim  es, ce qui est encore compatible avec la r
 
gle de comptage de Weinberg. En cons  quence,
nous n’imposerons pas  ce stade de lien entre les comptages en  et celui en p, l’important  tant
que la libert   l’ordre le plus bas est la m  me que dans le SM en arbres.
On peut  crire des termes de masse de Dirac  l’ordre O(p1 2 ζ0), qui sont invariants sous
Snaturel (on utilise les indices de g n  rations i, j) 15
Lquarks(1,2,0) = −λiju χRiYuΣXχLj−λiju∗ χLjX†Σ†Yu† χRi
− λijd χRiYdΣXχLj−λijd∗ χLjX †Σ†Yd† χRi . (5.133)
Ceci constitue les seuls termes donnant des masses aux fermions  cet ordre. On peut utiliser les
champs ψ d  finis en (5.126-5.127), avec l’  criture suivante pour les quarks
ψi →
(
ui
di
)
, (5.134)
15. Notons que l’on peut construire des termes contribuant au moment magn  tique (et magn  tique faible) des
divers fermions  l’ordre O(p2 2 ζ0): ces termes sont donc d’ordre sup  rieur. Ils sont  galement supprim  s par une
 chelle (comme dans le SM), et nous ne les discutons donc pas plus avant, pour la m  me raison que dans le cas des
interactions  quatre fermions.
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ainsi que les d  finitions
mij
u,d = η ξ λij
u,d . (5.135)
Les termes de masse de Dirac (5.133) prennent alors la forme suivante, dans la jauge standard
Lquarks(1,2) =
j. s. − (miju uR i uLj +miju∗uLjuLR+mijd dRi dLj +mijd∗ dLj dRi) . (5.136)
Le point important est que les masses et les diff  rences de masses dans les doublets interviennent
ensemble dans le lagrangien O(p1 2 ζ0), et sont donc comptabilis  es comme d’ordre O(p0 2 ζ0):
 cet ordre, le nombre de param
 
tres libre sera le m  me que dans le SM. Les constantes de
d  veloppement η et ξ fournissant uniquement des facteurs multiplicatifs r  els signifiant que ces
masses sont consid  r es comme petites. Une fois cette distinction clarifi  e, on constate que les
matrices de masses mij
u,d contiennent exactement le m  me nombre de param
 
tres libres que celles
introduites  la section 1.4.1 dans le cas du SM: en particulier dans le cas de trois g  n  rations,
on pourra  liminer cinq phases en utilisant des red  finitions des champs de quarks, obtenant une
matrice CKM contenant trois angles physiques et une seule phase responsable de la violation de
CP  cet ordre. A cet ordre, on aura donc la m  me pr  diction que dans le cas du SM. Puisqu’il ne
reste pas de scalaire dans le spectre, les termes de masses ne s’accompagnent pas ici de couplages
avec un Higgs physique, contrairement au SM.
Dans le cas des leptons, on peut  crire des termes analogues aux pr  c  dents
Lleptons(1,2,0) = −λijν χRiYuΣXχLj−λijν∗ χLjX†Σ†Yu† χRi
− λije χRiYdΣXχLj−λije∗ χLjX†Σ†Yd† χRi . (5.137)
En jauge standard, et utilisant les red  finitions des champs (5.126-5.127) ainsi que l’  criture
ψi →
(
νi
ei
)
, (5.138)
on voit que les termes (5.137) donnent des masses de Dirac d’ordre O(p0 2 ζ0) aux leptons. La
difficult  est ainsi la m  me que dans le SM concernant la hi  rarchie de masse entre l’  lectron et le
quark top (voir section 1.4.1). La diff rence avec le SM r side dans l’ criture des termes de masse
de Majorana pour les neutrinos, ce que nous consid  rons  pr sent. Ceci demande de consid  rer
le lagrangien au-del  de l’ordre O(p1 2 ζ0).
5.2.6 Violation du nombre leptonique
Dans le secteur des leptons, c’est-  -dire pour des doublets χ se transformant comme en (5.102-
5.103), mais avec B−L=−1, on peut construire des op  rateurs spinoriels invariants sous Snaturel.
Il s’agit des deux op  rateurs suivants, qui impliquent le spurion φ
NRi = φ
† χRi = O
(
p1/2 0 ζ1
)
, (5.139)
NLi = φ
†YuΣXχLi = O
(
p1/2 2 ζ1
)
. (5.140)
Rappelons que la contrainte sur le spurion φ impose dans la jauge standard l’identification des
transformations U(1)B−L et du sous groupe ab  lien de SU(2)G0+L. Ceci implique que les op  rateurs
ci-dessus vont violer B−L. En effet, dans la jauge standard on voit que ces op  rateurs projettent
les composantes ν du doublet leptonique
NRi =
j. s.
ζ νRi , (5.141)
NLi =
j. s.
ζ ξ η νLi . (5.142)
On pourrait  galement consid  rer le pendant de l’op  rateur NLi de (5.140) en rempla  ant Yu par Yd.
Cependant, un tel op  rateur est identiquement nul d’apr
 
s (5.108).
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A l’aide des op  rateurs introduits ci-dessus, on peut construire des termes de masse de Majorana
invariants sous Snaturel
NRi (NRj)
c = O(p1 0 ζ2) , (5.143)
(NLi)
cNLj = O
(
p1 4 ζ2
)
. (5.144)
Dans ce cas, la violation de B − L est due  la r duction de sym  trie par les spurions et les
contraintes associ  es. En revanche, pour ce qui est de l’op  rateur correspondant (1.119) dans le
cas du SM, ou de l’op  rateur (5.26) dans le cas de la LEET sans spurions, B − L et Td 3  taient
s par  ment bris  s, conservant Y /2 = Td 3 + (B − L)/2. Dans le cas pr  sent, l’identification entre
les deux transformations correspondantes est due aux contraintes sur le spurion φ (voir les charges
de φu dans le tableau 5.5). Le fait que les deux op  rateurs violant le nombre leptonique (5.143-
5.144) contiennent un facteur ζ2 sugg
 
re de consid  rer
ζ   , (5.145)
auquel cas la violation du nombre leptonique engendr  e sera faible. Le comptage utilis pour le
spurion φ sera donc diff rent de celui des spurions X et Y˜
On peut  galement construire d’autres termes de masse de Dirac pour les neutrinos,  partir
de l’op  rateur
NRiNLj = O
(
p1 2 ζ2
)
. (5.146)
Ce terme ne sera qu’une correction aux termes de masses de Dirac usuels de la premi
 
re ligne de
(5.137) pour les neutrinos. Il en sera de m  me pour le terme suivant donnant une correction aux
termes de Dirac pour les leptons charg  s
χRiφc
† φcYucΣXχLj = O
(
p1 2 ζ2
)
. (5.147)
Un point commun aux op  rateurs (5.144) et (5.146) est qu’ils font appara  tre le spurion φ (et
donc la constante ζ). Par comparaison avec les termes de masse de Dirac de la section 5.2.5,
ils contiennent  galement des puissances plus  lev es des param
 
tres ξ et η. D’autre part, les
masses de Majorana pour les νR, qui sont engendr  es par (5.143) sont  galement petites, puisque
proportionnelles  ζ2. Rappelons que, dans le cas de la LEET que nous consid  rons, les νR et leptons
droits charg  s sont les deux composantes d’un doublet: on s’est int  ress  des doublets droits χR se
transformant sous SU(2)G0, en relation avec la sym  trie custodiale. On ne peut donc pas se passer
des νR comme on le ferait dans le SM, ni les consid  rer comme  tant lourds 16. Rendre compte
des faibles masses des neutrinos n  cessiterait alors la hi  rarchie λν λe pour les valeurs propres
des matrices λij
ν et λij
e apparaissant dans (5.137). Une solution est d’interdire compl
 
tement les
termes de Dirac pour les neutrinos, en demandant l’invariance sous une sym  trie discr
 
te exacte.
On consid
 
re la transformation ab  lienne suivante appliqu  e aux doublets leptoniques droits
χR  χR
′ ≡ (1−Π)χR+ eiθΠ χR , (5.148)
o

le projecteur Π est d  fini par
Π =
φφ†(
φ† φ
) . (5.149)
Notons que χR
′ se transforme identiquement  χR sous Snaturel. Pr  cisons encore que cette trans-
formation chirale d  finie en (5.148) ne g  n
 
re pas d’anomalies dans l’int  grale fonctionnelle, du
fait des contraintes appliqu  es sur les spurions. En effet, dans la jauge standard, on peut voir que
la transformation (5.148) se r duit  νR  e
iθνR. Or, d’apr
 
s leurs charges sous SU(2)w×U(1)Y ,
on sait que les degr  s de libert  νR ne couplent  aucun champ vectoriel dynamique. En r  alit ,
nous imposerons uniquement la sym  trie   2 correspondant au cas particulier θ=   dans (5.148), soit
χR  (1− 2 Π) χR , (5.150)
16. De fa  on g  n  rale, les degr  s de libert  de la LEET sont par d  finition l gers, et ne peuvent pas acqu  rir
une masse d’ordre 1015 GeV. D’autre part, si ζ n’ tait pas petit, il nous faudrait consid  rer toutes les puissances
du spurion φ, soit une infinit d’op  rateurs sans principe d’organisation, et la LEET serait inapplicable.
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ce qui implique dans la jauge standard
νR  − νR . (5.151)
On peut v rifier que l’invariance du lagrangien sous (5.150) requiert
λij
ν = 0 , (5.152)
dans les termes de masses de Dirac (5.137): utilisant (5.108), on remarque en effet que l’on a,
ind  pendamment de la jauge
Yu
†Π = Yu
† , (5.153)
Yd
†Π = 0 . (5.154)
Les masses de Dirac sp  cifiques aux neutrinos, introduites en (5.146), seront  galement absentes
en vertu de cette sym  trie. Le seul terme de masse restant qui implique les νL est le terme de
Majorana donn  en (5.143)
Lleptons(1,4,2) =
∑
i,j=1
3 (
λij
Mν (NLi)
cNLj +λij
Mν∗NLj (NLi)
c
)
=
j. s.
ξ2 η2 ζ2
∑
i,j=1
3 (
λij
Mν (νLi)
c
νLj +λij
Mν∗ νLj (νLi)
c
)
. (5.155)
Dans notre cas, la petitesse des masses des neutrinos par rapport  celles des fermions charg  s se
comprend donc suite  la relation
ξ2 η2 ζ2  ξ η , (5.156)
au lieu d’  tre due  la suppression par une  chelle comme dans le cas de l’extension du SM (1.119).
En effet, dans la LEET, l’op  rateur correspondant n’est plus divis  par une  chelle. Il appara  trait
 l’ordre O(p1) dans un simple comptage chiral. En revanche, il est ici rel  gu   des ordres
sup  rieurs en puissances des spurions, g  n rant des petites masses de Majorana pour les neutrinos.
La suppression de ces masses des neutrinos peut  tre particuli
 
rement efficace si la constante ζ
qui d  coule du spurion φ est petite devant ξ et η, comme d  j  suppos  en (5.145) pour d  crire la
faible violation du nombre leptonique.
Pr cisons que les spurions ne sont que la description effective d’un m  canisme dynamique
engendrant les op  rateurs effectifs. La LEET laisse ouverte les questions concernant les d  tails du
m  canisme sous-jacent. On peut cependant constater que ce m  canisme est diff  rent du see-saw ,
en consid  rant les degr s de libert  νR, ce que nous faisons  pr  sent.
Les νR poss
 
dent des masses proportionnelles  ζ2, uniquement dues aux termes de Majorana
(5.143). Ils sont donc l  gers relativement  l’  chelle Λ∼4   f . Ils sont  galement stables. Ils ne pour-
ront interagir avec d’autres particules qu’  travers des termes d’ordre sup  rieurs. Ils d  couplent
donc en premi
 
re approximation, et on peut donc les appeler neutrinos   quasi-st  riles  . Notons
cependant qu’on ne peut pas simplement omettre les champs νR, puisqu’ils auront des interactions
aux ordres spurioniques sup  rieurs. En effet, le lagrangien O(p2 2 ζ0) introduira leurs couplages au
Z0, ce qui se v rifie en  crivant (5.132) dans la jauge standard, pour le cas d’un doublet leptonique
i χR γ
µYuΣ
(
DµΣ
†)Yu† χR =j. s. η2gc νR γµνRZµ . (5.157)
Ceci signifie que la largeur du Z0 en neutrinos st  riles νR sera supprim  e par un facteur η4 vis-  -vis
de la largeur du Z0 en les autres fermions l  gers. Nous voyons donc que les neutrinos st  riles qui
interviennent dans la LEET sont tr
 
s diff  rents des neutrinos st  riles produits par le m  canisme see-
saw dans le SM (voir section 1.6.1) 17. Les termes  quatre fermions impliquant ces νR g n  reront
 galement d’autres interactions, mais ces derni
 
res seront  nouveau supprim  es par une  chelle
de masse. La physique de ces neutrinos quasi-st  riles est d  velopp  e plus avant dans [HS].
17. Dans le cas d’un m  canisme see-saw , les neutrinos st riles sont lourds par rapport  l’ chelle  lectrofaible,
et se d  sint grent via les couplages de Yukawa en bosons de Higgs et neutrino actif.
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Pr cisons par ailleurs que les termes
i χR γ
µYuΣ
(
DµΣ
†)Yd† χR , (5.158)
i χR γµYdΣ
(
DµΣ†
)
Yu
† χR , (5.159)
repr sentant des couplages des courants charg  s droits aux W±, sont interdits par la sym  trie
discr
 
te (5.150) dans le cas o

χ est un doublet leptonique. Cette sym  trie interdit  galement les
termes de moment magn  tiques pour les neutrinos (actifs ou st  riles): les seuls termes possibles
de ce type sont des moment de transition (entre g  n  rations) de Majorana, qui violent donc le
nombre leptonique par deux unit  s. De tels termes seront comptabilis  s comme O(p2 4 ζ2) pour
les neutrinos actifs νL, et O
(
p2 0 ζ2
)
pour les neutrinos st  riles νR. Il seront de plus supprim  s
par une  chelle (comme dans le SM), de m  me que les interactions  quatre fermions. Ce sont l 
les seuls op  rateurs que l’on peut construire  l’ordre O(p2) et qui g  n  rent des transitions ∆L=2.
Parmi les op  rateurs  quatre fermions qui  taient irrelevants dan le SM, il en existe  galement
qui violent  la fois le nombre leptonique et le nombre baryonique, mais avec ∆B= ∆L [Wei79b].
La suppression par une  chelle pour ces op  rateurs fonctionne de la m  me fa  on que dans le SM,
et n’est pas li  e aux aspects de l’EWSB discut  s ici.
5.3 R
 
sum
 
L’application directe des LEET  la brisure  lectrofaible sans scalaire physique rencontre des
difficult  s d
 
s l’ordre dominant O(p2). En effet,  cet ordre, les r  gles de construction de la LEET
d  finie par la sym  trie SU(2)w × U(1)Y autorisent des interactions suppl  mentaires par rapport
au SM. Certains termes qui  taient irrelevants dans le SM car ils n  cessitaient la pr sence du
doublet de Higgs  l mentaire et avaient donc une dimension physique sup  rieure  quatre, ne sont
plus supprim  s par une  chelle de masse dans la LEET, du fait de la r  alisation non-lin  aire de la
sym  trie. Ils appara  traient d
 
s l’ordre O(p2) dans la LEET, et m  me pour certains, d   s l’ordre
O(p1).
On souhaite donc trouver une formulation syst  matique pour se d  barrasser des termes ind  si-
rables  cet ordre. Ceci implique de recourir  une sym  trie plus grande, et d’utiliser de nouveaux
param
 
tres de d  veloppement,  la mani
 
re du chapitre 4. Nous proposons donc de baser la
construction de la LEET sur une sym  trie plus grande Snaturel = SU(2)
4×U(1)B−L (dont un sous-
groupe est la sym  trie custodiale) caract  ristique de la limite dans laquelle le secteur de brisure en
interactions fortes n’interagit pas avec le secteur  l mentaire regroupant les champs de Yang-Mills
et les fermions. On doit distinguer cette situation de la limite o

les constantes de couplages de
jauge tendent vers z  ro, ce qui correspond  une sym trie diff  rente; c’est pourquoi l’introduction
de param
 
tres suppl  mentaires via les spurions est n  cessaire. On peut consid  rer le cas o

les
param
 
tres correspondants sont  gaux  z ro, et effectuer un d  veloppement autour de ce point, la
sym  trie Snaturel dans la limite des petits param
 
tres garantissant que ces m  mes param
 
tres sont
prot g  s.
La r  duction de sym  trie pour obtenir le groupe de jauge Sr duit = SU(2)w× U(1)Y ⊂ Snaturel
n  cessite un spurion r  el X (voir le cas des mooses , chapitre 4) pour identifier le groupe de jauge
SU(2)w, un spurion 2 × 2 complexe Y˜ pour s lectionner le groupe U(1)Td 3 et, enfin, un doublet
complexe φ portant n  cessairement une chargeB−L, dont le r   le est de r  duire U(1)B−L×U(1)Td 3
vers U(1)Y . La solution des contraintes de covariance constante impos  es sur les spurions est
pr cis ment invariante sous ce groupe Sr  duit, qui est jaug  . Remarquons que le choix et le nombre
des spurions n  cessaires pour op  rer la r duction d’un groupe Snaturel vers un sous-groupe Sr  duit
avec un alignement d  fini est essentiellement unique, comme on peut s’en convaincre en consid  rant
la d marche utilis e pour r  soudre les contraintes dans la jauge standard.
On observe de plus que le spurion Y˜ introduit la brisure de l’isospin faible, qui n  cessite
donc des facteurs de la constante η. Le doublet complexe φ param
 
tre la violation de B −L, qui
s’accompagne donc de puissances de ζ.
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Le d  veloppement en puissances des spurions distingue entre les diff  rents termes d’un m  me
ordre en puissances de p. On trouve que les termes ind  sirables mentionn  s plus haut n  cessitent
des insertions de spurions afin de les rendre invariants sous Snaturel: ils sont donc rel  gu s aux ordres
sup  rieurs du d  veloppement correspondant. En particulier, l’op  rateur donnant une contribution
en arbres au param
 
tre S peut  tre rejet   l’ordre des contributions  une boucle. Il en est de m  me
pour le param
 
tre T . Les termes d’interactions non-standard des fermions aux bosons vecteurs
apparaissent  l’ordre sous-dominant: les corrections  l’universalit  des couplages, et  la structure
V −A des couplages des W± sont donc plus petites que dans l’approche effective  l’EWSB bas e
uniquement sur la sym  trie SU(2)×U(1), et m  ritent donc bien le qualificatif de corrections dans
le cas pr sent. Une utilit  du formalisme de spurions est de montrer comment ces termes peuvent
 tre trait s de fa  on coh  rente comme  tant d’ordre sup  rieur.
D’autre part, le spurion Y˜ introduit une libert  suffisante pour avoir,  l’ordre auquel les masses
des fermions apparaissent, une matrice de masse impliquant des masses diff  rentes au sein d’un
doublet, ainsi qu’une matrice de m  lange dans le secteur des quarks analogue  la matrice CKM
du SM. Ceci signifie qu’une th  orie de brisure dynamique de la sym  trie  lectrofaible implique a
priori assez de brisure de l’isospin faible pour g  n rer les diff rences de masses au sein des doublets:
en revanche le spurion Y˜ ne fait que rendre compte de ce fait, sans permettre d’expliquer l’origine
du m  canisme. Pr  cisons par ailleurs que, si l’on souhaite strictement reproduire la formule de
comptage de Weinberg, on utilisera la relation suivante entre le d  veloppement en puissances des
spurions X, Y˜ et des impulsions: =O
(
p1/2
)
.
Dans le cas des leptons, on fait appel  une sym  trie   2 r siduelle pour interdire les masses
de Dirac pour les neutrinos. Les degr  s de libert  s νR, qui sont introduits dans cette approche
afin de compl  ter les doublets sous la sym  trie custodiale, d  couplent alors des autres fermions.
Ils sont cependant maintenus parmi les degr  s de libert  l gers de la LEET: leurs masses (de
type Majorana) sont proportionnelles  ζ2 et donc petites devant Λ∼ 4   f . Les masses (de type
Majorana) des neutrinos gauches νL contiennent un facteur ξ
2 η2 ζ2. On doit donc envisager le
spurion φ comme  tant de magnitude faible devant les autres spurions. Cette description permet
de rendre compte des faibles masses des neutrinos actifs, et d’une faible violation du nombre
leptonique. A ce stade, le comptage pour le spurion φ reste a priori distinct.
Pour r  sumer les effets impliquant les spurions que nous avons d  crits dans ce chapitre, nous
pr sentons dans les tableaux 5.6 et 5.7 une liste des grandeurs physiques dont les valeurs contien-
dront des puissances des param
 
tres ξ, η et ζ d coulant des spurions. Ceci permet de voir que les
diff rentes observables interviendront chacune avec une puissance d  finie de ces trois param
 
tres.
Les autres constantes sans dimension sont a priori d’ordre un 18.
Grandeur physique Ordre spurionique
Masses des fermions charg  s ξ η
Masses des νL (actifs) ξ
2 η2 ζ2
Masses des νR (quasi-st  riles) ζ
2
Tableau 5.6. Effets physiques O(p1) impliquant les spurions, avec les puissances de petits param  tres apparaissant
en facteur.
Effet Physique Ordre spurionique
Corrections  l’universalit 
des couplages gauches
ξ2
Corrections  l’universalit 
des couplages droits
η2
Param
 
tre S ξ2 η2
Param
 
tre T η4
Tableau 5.7. Effets physiques O(p2) impliquant les spurions, avec les puissances de petits param  tres apparaissant
en facteur.
18. Nous avons d  j  mentionn  la possibilit  d’utiliser une sym  trie horizontale pour d  crire la hi  rarchie des
masses pour les fermions charg  s.
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Concernant les autres op  rateurs qui  taient irrelevants dans le cas du SM (par exemple les
termes donnant des contributions aux moments magn  tiques ainsi que les interactions  quatre
fermions), on note qu’ils sont  galement divis  s par une puissance d’une  chelle ayant une dimension
de masse dans la LEET. Cependant, cette  chelle n’a a priori rien  voir avec l’  chelle Λ∼ 4   f ,
puisque les interactions des champs  l  mentaires entre eux ne sont pas gouvern  es par l’ chelle 
laquelle le secteur en interactions fortes produit ses premi
 
res r  sonances. L’  chelle entrant en jeu
ici est plut   t l’analogue de celle qui appara  trait dans les op  rateurs effectifs irrelevants du SM:
on peut donc imaginer qu’elle soit nettement plus grande que 4   f . La LEET se trouve confront  e
aux m  mes difficult  s que le SM, et nous n’avons donc pas discut  ces op  rateurs: le but  tait ici de
r gler les probl
 
mes qui se posaient pour que la LEET puisse reproduire certains des succ
 
s du SM.
5.3 R
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Chapitre 6
Raccordement des anomalies dans la
th   orie effective pour la brisure   lectro-
faible sans scalaire
Dans ce chapitre, nous nous int  ressons  un autre aspect intervenant dans la construction de la
LEET sans particule Higgs pour le secteur  lectrofaible: il s’agit de l’inclusion des termes n  ces-
saires pour satisfaire  la condition de raccordement des anomalies [tH79a] entre la th  orie effective
et la techni-th  orie. En effet, en fonction du contenu en champs fermioniques de la techni-th  orie
(le secteur de brisure en interactions fortes), certaines identit  s de Ward des courants de sym  trie
pr senteront des anomalies: la fonctionnelle g  n  ratrice de ces courants de Noether n’est plus
invariante sous les transformations locales des sources. En revanche, la forme g  n  rale que prend la
variation de la fonctionnelle g n  ratrice est connue,  une constante multiplicative pr
 
s, qui refl
 
te
le contenu en champs de la techni-th  orie.
L’expression  basse  nergie de la fonctionnelle g  n ratrice, qui est l’int  grale du lagrangien
effectif sur les degr s de libert  l  gers, doit reproduire la m  me variation. La contrainte sur le
lagrangien effectif est alors aussi forte que lorsque la variation est nulle [Leu94], modulo la connais-
sance de la constante multiplicative mentionn  e ci-dessus. En revanche, l’  criture du lagrangien
effectif appropri  implique une construction particuli
 
re: dans le cas o

la th  orie effective contient
uniquement des GBs, le r  sultat est connu, et l’on doit prendre en compte l’action de Wess-Zumino
[WZ71].
Dans le cadre de cette th
 
se, nous nous int  ressons au cas o

les GBs disparaissent du spectre.
Or, on sait de mani
 
re g  n  rale que les anomalies doivent  tre reproduites par des  tats physiques
l gers de spin 0 ou 1/2 [CG82]. Afin de d  terminer en toute g n  ralit  comment le raccordement des
anomalies proc
 
de dans une th  orie sans scalaires physiques l  ger, nous consid  rons la possibilit 
que la techni-th  orie produise des  tats li  s l  gers de spin 1/2: des fermions composites. Rappelons
que la distinction entre fermions composites et fermions  l  mentaires est claire du point de vue de
la LEET: les premiers ne sont pas des variables fondamentales mais des  tats li  s se transformant
sous la sym  trie chirale SU(2)L×SU(2)R, tandis que les seconds sont introduits en tant que champs
externes  la techni-th  orie, et se transforment donc sous les sym  tries de Yang-Mills  l  mentaires
SU(2)G0×SU(2)G1. Ces fermions  l mentaires ne participent pas au raccordement des anomalies,
puisqu’ils sont d  crits par les m  mes champs  haute et basse  nergie. Ceci est d   au fait que le
secteur  l mentaire interagit faiblement.
Nous introduisons donc la description des fermions composites, et discutons leurs couplages 
l’ordre le plus bas: contrairement aux fermions  l  mentaires, les fermions composites poss
 
dent,
d
 
s l’ordre O(p2 0 ζ0) des couplages non-standards aux bosons vecteurs. Ces couplages non-
standards interviennent lorsque l’on calcule la variation de la fonctionnelle g  n ratrice  partir
de la LEET. En effet, la variation due au d  terminant des fermions composites s’ajoute  celle
produite par les GBs: le tout doit reproduire la variation obtenue dans la techni-th  orie. Nous
montrons qu’il est effectivement possible de construire une g  n ralisation du lagrangien de Wess-
Zumino de fa  on  satisfaire cette condition, et ce quelle que soient les valeurs des couplages non-
standards des fermions composites et de leurs charges sous U(1)B−L. Ainsi, les couplages de ces
fermions composites ne sont pas contraints du point de vue th  orique, en particulier pour ce qui
est de leurs charges B −L.
127
Le deuxi
 
me volet de l’  tude montre que la sym  trie  basse  nergie SU(2)L × SU(2)R ×
U(1)B−L de la techni-th  orie doit  tre exempte d’anomalies pour que les GBs soient  limin  s du
spectre, r alisant ainsi le m  canisme de Higgs 1. Ce r sultat est en fait ind  pendant de la pr sence
de fermions composites. On montre par ailleurs que l’annulation de la trace de B − L sur les
fermions  l  mentaires est n  cessaire pour l’  limination des GBs du spectre. Dans le cas du SM,
cette annulation des anomalies est requise pour pr  server la propri  t  de renormalisabilit  , ce qui
est diff rent d’un point de vue logique.
Nous donnons  galement les expressions n  cessaires  l’  tude des diagrammes triangulaires
impliquant les fermions composites dans la jauge unitaire, et discutons les contributions de ces
diagrammes aux vertex  trois bosons vecteurs.
La discussion est sensiblement am  lior  e par rapport  [HS04a]
6.1 Fermions composites et
 
l
 
mentaires
Dans cette section, nous d  crivons la LEET  l’ordre dominant, distinguant entre le secteur com-
posite r sultant de la dynamique d’interactions fortes de la techni-th  orie d’une part, et le secteur
 l  mentaire constitu  des champs de Yang-Mills et des fermions  l mentaires qui leur sont direc-
tement coupl  s. Cette distinction est clarifi  e par le formalisme des spurions. Le cadre consid  r
ici constitue une extension de celui du chapitre 5: le contenu en champs bosoniques est minimal,
le secteur de brisure ne produisant que les trois GBs n  cessaires pour donner leurs masses aux
W± et Z0. En relation avec le raccordement des anomalies, nous consid  rons en plus la possibilit 
que le secteur de brisure produise des fermions composites l  gers. Nous reprenons les  tapes
de la formulation du lagrangien effectif en vue de l’  tude du raccordement des anomalies. La
fonctionnelle g  n  ratrice des sept courants de Noether JL
aµ,JR
aµ,JB−L
µ correspondant aux sym  tries
globales de la techni-th  orie est d  finie par
eiΓ
[
Lµ,Rµ,Bµ
0
]
=
∫
d[T ] e
i
∫
dxLTT[T ]+JLaµ[T ]Lµa+JRaµ[T ]Rµa+JB−Lµ [T ]Bµ0 . (6.1)
Dans cette d  finition, les variables T d notent les degr  s de libert  fondamentaux de la techni-
th orie, et LTT son lagrangien. Du fait des interactions fortes, les variables T sont inappropri  es
pour d  crire la physique  basse  nergie. La LEET utilise comme champs dynamiques les trois
GBs d  crivant la brisure SU(2)L× SU(2)R×U(1)B−L   SU(2)L+R×U(1)B−L, et les  ventuels
doublets de fermions composites χ• produits par la techni-th  orie.
6.1.1 Secteur composite
Les notations sont celles du chapitre 5: les trois GBs param  tr s par la matrice SU(2) se transfor-
ment selon
Σ

LΣR† , (6.2)
ce qui est repr  sent   la figure 6.1.
Σ
L R
Figure 6.1. Propri  t  s de transformation des GBs.
La techni-th  orie peut  ventuellement produire des  tats l  gers de spin 1/2: des fermions com-
posites chiraux. Ceux-ci se transformeront sous les sym  tries globales SU(2)L×SU(2)R×U(1)B−L.
En incluant ces fermions chiraux dans la LEET, nous supposons implicitement que leurs masses
sont inf  rieures  l’  chelle Λ  laquelle les autres  tats composites appara tront: ceci peut  tre
justifi  [tH79a] dans le cas o  ils participent au raccordement des anomalies. C’est pour cette
raison que nous incluons un doublet de fermions composites dans cette discussion des anomalies,
par souci de g  n ralit . Les projections de chiralit  s gauche et droite sont d  finies par
χL,R
• = 1∓ γ5
2
χ• . (6.3)
1. Remarquons qu’en QCD, le coefficient de l’anomalie globale est proportionnel  Nc.
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Nous avons d  j  donn   la section 2.4.2.2 le comptage de puissances pour les fermions chiraux:
celui-ci ne d  pend pas du fait que les fermions soient composites ou  l mentaires, et l’on a
χ• = O
(
p1/2
)
. (6.4)
On suppose  pr  sent que ces fermions poss
 
dent les propri  t  s de transformation suivantes 2, qui
sont sch  matis es  la figure 6.2 3
χL
•

R e
−iB−L
2
α0
χL
• , (6.5)
χR
•

L e
−iB−L
2
α0
χR
• . (6.6)
Rappelons que la charge vectorielle du doublet sous la sym  trie U(1)B−L est a priori libre de
prendre une valeur quelconque pour ces fermions composites.
χ•R
χ•L
Σ
L R
Figure 6.2. Propri   t  s de transformation des fermions composites.
Le lagrangien le plus g  n ral invariant sous SU(2)L× SU(2)R×U(1)B−L est donn  par
Lcomp. = LSB +L• , (6.7)
o  les termes d’ordre dominant O(p2) impliquant les fermions composites sont donn  s par
L• = i χ• γµDµχ•+ i δLχL• γµ
(
Σ†DµΣ
)
χL
• + i δRχR• γµ
(
ΣDµΣ
†) χR•
+ interactions  quatre fermions , (6.8)
et les autres termes sont regroup  s dans LSB
LSB = f
2
4
〈
DµΣD
µΣ†
〉
+O(p4) . (6.9)
Avec cette description, nous pouvons donner la repr  sentation  basse  nergie de la fonctionnelle
g  n  ratrice d  finie en (6.1)
eiΓ
[
Lµ,Rµ,Bµ
0
]
=
∫
d[Σ] d[χ•] ei
∫
dxLcomp.
[
χ•,Σ,Lµ,Rµ,Bµ0
]
. (6.10)
Nous verrons que la variation anomale de la fonctionnelle g  n  ratrice sera d’ordre O(p4). Les
contributions  la variation anomale  cet ordre O(p4) sont dues d’une part  la variation des
termes bosoniques O(p4) de LSB (6.9), d’autre part aux termes fermioniques O(p2) contenus dans
L• donn  en (6.8): la variation du d  terminant correspondant aux termes fermioniques O
(
p2
)
est en
effet d’ordre O(p4). Si l’on consid  re la variation anomale  l’ordre O(p4), on peut donc omettre
tous les termes d’ordre sup  rieur ou  gal  O(p6) dans LSB, ainsi que tous les termes fermioniques
de ce m  me LSB, y compris ceux d’ordre O
(
p4
)
. Nous nous placerons dans cette approximation
pour toute la suite. Pour la suite, on d  finit donc Lcomp. et LSB comme ne comportant que les
termes O(p2) et les termes bosoniques O(p4).
2. D’autres choix pour les propri   t   s de transformation seront mentionn   s  la fin de la section 6.2.3. Ils ne
seront pas int   ressants du point de vue du raccordement des anomalies, et ne seront donc pas consid   r   s plus avant.
3. Nous attirons l’attention du lecteur sur l’attribution des indices L et R dans les   quations (6.5-6.6), qui risque
de lui compliquer la t  che dans ce chapitre. Ce que l’on pourrait prendre pour de la malveillance est en r   alit   la
cons  quence d’un long encha nement de choix de notations plus ou moins heureux sur lesquels nous ne souhaitons
pas nous   tendre.
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Ici encore, les interactions  quatre fermions sont supprim  es par une  chelle qui n’est pas
n  cessairement li  e  l’  chelle Λ∼ 4   f , mais peut  tre arbitrairement grande, et nous les omet-
trons donc dans la suite. Etant donn  es les charges des fermions (6.5-6.6), la d riv e covariante
apparaissant dans (6.8) est donn e par
Dµχ
• = ∂µχ•− i
{
B −L
2
Bµ
0 +
1− γ5
2
Rµ+
1 + γ5
2
Lµ
}
χ• . (6.11)
Les propri  t  s de transformation des diff  rentes connexions sont les m  mes qu’au chapitre 5
Lµ  LLµL†+ iL∂µL† , (6.12)
Rµ  RRµR
†+ iR∂µR† , (6.13)
Bµ
0

Bµ
0 − ∂µα0 . (6.14)
Notons  ce stade une premi
 
re diff  rence avec les fermions  l  mentaires: on peut ici construire
un terme de masse invariant sans spurions (en r  alit  , nous n’avons pas encore eu  introduire
les spurions jusqu’ici, puisque nous n’avons discut  que le secteur composite). On effectue par
cons  quent la modification suivante de (6.8)
L• → L•−m
(
χR
• Σ χL• + χL• Σ† χR•
)
. (6.15)
A ce niveau, rien ne force le coefficient m   tre petit. Pour retrouver la formule de comptage
de Weinberg, il faudrait pouvoir comptabiliser le dernier terme dans (6.15) comme  tant d’ordre
O(p2), soit une masse d’ordre O(p1). Ce point est directement li   la n  cessit de prot  ger les
masses de ces fermions composites pour les inclure dans la th  orie effective. Nous utiliserons donc
le comptage
m = O(p1) . (6.16)
Remarquons que les diff  rences de masses entre composantes des doublets sont interdites par la
sym  trie SU(2)L×SU(2)R×U(1)B−L  cet ordre o

les spurions n’interviennent pas explicitement.
Les op  rateurs multipli  s par les constantes libres δL, δR dans (6.8) ont d  j   t  introduits dans la
litt  rature [ABCH85, PZ90]: la pr sence de tels couplages non-standard que nous avons mentionn  s
pr c demment est due  la r  alisation non-lin  aire de la sym  trie 4.
Nous reprenons  pr  sent les r  sultats essentiels du chapitre 5 concernant le couplage au secteur
 l  mentaire.
6.1.2 Couplage au secteur   l   mentaire
Les notations et d  finitions sont celles du chapitre 5: on introduit les champs de Yang-Mills de
SU(2)G0×SU(2)G1, sous lesquels les fermions  l  mentaires se transforment selon
χL 
tχL = G1 e
−iB−L
2
α0
χL , (6.17)
χR 
tχR = G0 e
−iB−L
2
α0
χR . (6.18)
Ceci est repr  sent   la figure 6.3, qui montre le secteur composite et le secteur  l mentaire d  cou-
pl  s, c’est-  -dire avant l’introduction des spurions: le groupe d’invariance est
Snaturel = SU(2)G0× SU(2)L× SU(2)R× SU(2)G1×U(1)B−L . (6.19)
Le lagrangien d  crivant le secteur  l  mentaire  l’ordre dominant O(p2) est donn  par
L
 l  m. = LYM + i χγµDµχ+ interactions  quatre fermions , (6.20)
avec
Dµχ = ∂µχ− i
{
B −L
2
Bµ
0 +
1− γ5
2
g1G1µ+
1 + γ5
2
g0G0µ
}
χ , (6.21)
4. Les op  rateurs correspondants dans le cas des fermions  l  mentaires ont  t donn s en (5.131-5.132) et
n’apparaissent qu’  l’ordre O(p2 2 ζ0).
130 Raccordement des anomalies dans la th  orie effective pour la brisure  lectrofaible sans scalaire
et
LYM = − 1
2
〈G0µνG0µν 〉− 12 〈G1µνG1
µν〉 . (6.22)
χR
χ•R χ
•
L χL
Σ
G0 G1L R
Figure 6.3. Les secteurs composite et   l  mentaire d   coupl  s.
La description du lagrangien effectif en termes de deux lagrangiens s  par s selon
Ltot. = Lcomp.+L  l  m. . (6.23)
n’est valable qu’aux ordres n’impliquant pas explicitement les spurions: en effet, d  s que l’on
introduit les spurions, on peut construire des termes m  langeant des champs  l  mentaires et com-
posites 5.
A ce stade, on doit introduire les couplages entre les deux secteurs,  travers les spurions qui
poss  dent les propri  t s de transformations donn  es pr  c  demment 6
X  RXG1
† , (6.24)
Y˜  G0 Y˜ L
† , (6.25)
φ  G0 e
i
α0
2 φ. (6.26)
Le spurion X satisfait  la relation
Xc = X. (6.27)
On impose ensuite les contraintes
DµX = ∂µX − iRµX + i g1XG1µ = 0 , (6.28)
DµY˜ = ∂µY˜ − i g0G0µ Y˜ + i Y˜ Lµ = 0 , (6.29)
Dµφ = ∂µφ− i g0G0µφ+ i Bµ
0
2
φ = 0 . (6.30)
La contrainte (6.29) implique que l’on peut  crire Y˜ en fonction des constantes ϕY et αY
Y˜ = eiϕY (cosαYYu+ sinαYYuc) , (6.31)
avec Yu la solution de (6.29) ob  issant 
Yu Yuc
† = 0, (6.32)
φ†Yuc = 0. (6.33)
Nous rappelons ici les relations utiles concernant la jauge standard: on peut trouver une jauge dans
laquelle les spurions se r duisent aux constantes r  elles suivantes
X =
j. s.
ξ
(
1 0
0 1
)
, (6.34)
Yu =
j. s.
(
η 0
0 0
)
, (6.35)
φ =
j. s.
(
ζ
0
)
. (6.36)
5. D’autre part, nous avons vu au chapitres 4 et 5 que les contraintes sur les spurions ont des cons   quences y
compris au niveau du lagrangien O(p2 0 ζ0) (alignement du vide s   lectionnant le groupe de jauge dynamique).
6. Les formules (6.24)  (6.42) ont d   j   t   donn   es au long du chapitre 5: elles sont condens   es ici pour faciliter
la lecture du pr  sent chapitre.
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Les constantes ξ, η et ζ sont consid  r es comme petites, avec le comptage de puissance
ξ, η = O() , (6.37)
ζ  . (6.38)
La jauge standard dans laquelle les relations (6.34-6.36) sont valables est atteinte en appliquant une
transformation SU(2)R × U(1)B−L ainsi qu’une transformation SU(2)G0 × SU(2)L/U(1)L+G0,τ3.
Ceci implique qu’il reste une libert  de jauge SU(2)×U(1). En effet, dans la jauge standard, les
connexions sont identifi  es du fait des contraintes (6.28-6.30), pour donner
Rµ =
j. s.
g1G1µ , (6.39)
Lµ
1,2 =
j. s.
G0µ
1,2 =
j. s.
0, (6.40)
Lµ
3 =
j. s.
Bµ
0 =
j. s.
g0G0µ
3 ≡j. s. g0 bµ0 . (6.41)
Dans la derni
 
re  quation, nous avons utilis  la notation bµ
0 pour le champ dynamique U(1)Y . La
solution des contraintes dans la jauge standard est invariante sous
Sr  duit = SU(2)w×U(1)Y . (6.42)
Les transformations des champs sont repr  sent es  la figure 6.4.
χR
χ•R χ
•
L χL
Y˜ Σ X
G0 G1L R
Figure 6.4. Les secteurs composite et  l mentaire coupl  s.
Le lagrangien effectif donnant une contribution O(p4 0 ζ0) aux anomalies a  t donn  en
(6.23). Nous avons vu au chapitre 5 comment en extraire les interactions en utilisant la solution
des contraintes dans la jauge standard. Appliquant la m  me m  thode aux interactions des fermions
composites, on trouve que les d  riv es covariantes sont donn  es par les m  mes expressions que celles
des fermions  l  mentaires (5.124-5.125), ce qui est la raison de notre choix pour les transformations
(6.5-6.6)
∇µχL• ≡ DµχL•
∣∣
j. s.
= ∂µχL
• − i
(
g1G1µ+ g0
B −L
2
bµ
0
)
χL
• , (6.43)
∇µχR• ≡ DµχR•
∣∣
j. s.
= ∂µχR
• − i g0
(
τ 3
2
+
B −L
2
)
bµ
0 χR
• . (6.44)
Ceci ne signifie cependant pas que les couplages des fermions composites sont identiques  ceux des
fermions  l mentaires, puisque les constantes libres δL, δR dans (6.8) donnent d’autres interactions
avec les bosons vecteurs. On a en effet, dans la jauge standard
Ltot. =j. s. f
2
4
〈∇µΣ∇µΣ†〉− 1
2
〈G1µνG1µν〉 − 14 bµν
0 b0µν + i χγµ∇µχ
+ i χ• γµ∇µχ•+ δLχL• γµ
(
i Σ† ∂µΣ + g0 bµ0 Σ†
τ3
2
Σ− g1G1µ
)
χL
•
+ δRχR
• γµ
(
i Σ ∂µΣ
†+ g1 ΣG1µΣ†− g0 bµ0 τ
3
2
)
χR
• . (6.45)
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Les termes d’interactions non-standards sont donc sp  cifiques aux fermions composites. Il semble-
rait ainsi que de tels fermions soient exclus par les exp  rience testant l’universalit  des couplages
des fermions de chiralit  gauche, ainsi que l’absence de couplages des fermions de chiralit  droite
aux bosons W±. On peut cependant imaginer une situation dans laquelle ces fermions composites
constituent une quatri
 
me g n  ration (  ventuellement incompl
 
te, dans le sens o

la somme de
B − L peut  tre diff rente de z  ro, voir section 6.3.1) en plus des trois connues. Pour expliquer
l’absence de tests exp  rimentaux, on doit supposer que leurs masses sont plus grandes que celles
des fermions connus. Nous avons d  j  remarqu  , avec l’  quation (6.15), que leurs masses ne sont
pas automatiquement supprim  e par des puissances des spurions. Une autre caract  ristique de ces
fermions composites et que, puisque la diff  rence de masses au sein du doublet ne peut appara  tre
qu’  l’ordre O(p1 2 ζ0), le rapport entre la diff rence de masses dans un doublet et la masse
moyenne sera plus petit que pour les fermions  l  mentaires, pour lesquels ce rapport est d’ordre
unit . Une derni
 
re remarque est n  cessaire concernant la distinction entre fermions composites et
 l  mentaires:  tant donn  que la multiplication de l’un des deux par un spurion donne un champ
se transformant comme l’autre type de fermion
δχL
• = XχL , (6.46)
δχR
• = Yu,u c
† χR , (6.47)
le m  lange entre les deux est possible. Cependant, cet effet appara  tra aux ordres sup  rieurs en
puissances des spurions, et la distinction a donc un sens.
Nous avons d  j  vu au chapitre 5 que la pr  sente th  orie effective conduisait,  l’ordre
O(p2 0 ζ0) et en l’absence d’anomalies et de fermions composites,  la brisure  lectrofaible et
aux m  mes relations en arbres que dans le cas du SM sans Higgs physique. Dans la suite, nous consi-
d  rons les modifications apport  es par la pr  sence d’anomalies et de possibles fermions composites.
6.2 Anomalies dans la techni-th
 
orie et dans la LEET
Dans cette section, nous discutons le raccordement des anomalies entre la LEET et la techni-
th orie. Pour ces consid  rations, le secteur  l  mentaire et la sym  trie de Yang-Mills SU(2)G0 ×
SU(2)G1 n’interviennent pas, ni les spurions. Par contre, l’analyse prend en compte les fermions
composites: nous utilisons une description en terme de la seule sym  trie SU(2)L × SU(2)R ×
U(1)B−L, c’est-  -dire au niveau de la fonctionnelle g  n ratrice Γ
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
d  finie en (6.1) et
de son approximation (6.10) en termes des variables de basse  nergie.
6.2.1 Anomalies des courants de sym   trie de basse   nergie de la techni-
th   orie
Nous consid  rons les courants de Noether JL
aµ,JR
aµ,JB−L
µ de la techni-th  orie: ils correspondent aux
sym  tries globales agissant sur les champs de basse  nergie. Nous  tudions les fonctions de Green de
ces courants, d  notant par t une transformation g n  rique du groupe SU(2)L×SU(2)R×U(1)B−L,
param  tr e par les sept fonctions α=αa τa/2, β= βa τa/2 et α0 selon
t =
(
L= ei(α−β) , R= ei(α+β) , α0
)
. (6.48)
Sous une transformation t, les sources sont modifi  es suivant
Lµ  L
t
µ = LLµL
†+ iL∂µL† , (6.49)
Rµ  R
t
µ = RRµR
†+ iR∂µR† , (6.50)
Bµ
0

Bt µ
0 = Bµ
0 − ∂µα0 . (6.51)
Il est utile  ce point d’introduire un op  rateur diff rentiel reproduisant la version infinit  simale de
ces transformations. Pour la suite du raisonnement, nous souhaitons cependant que cet op  rateur
agisse  galement directement sur les modes de Goldstone {pia|a= 1,2,3}, et non indirectement via
les  quations de mouvement et l’expression de leur solution en fonction des sources comme cela a
 t  utilis  dans la litt  rature [GL85]. On utilise pour cela l’  criture
Σ = e
−ipiaτa
f = cospi − i pi
fpi
sinpi , (6.52)
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o

nous avons utilis  les d  finitions pi=pia τa et pi = pia pia
√
/f . On d  finit l’op  rateur diff  rentiel
D
(
α, β, α0
)
agissant sur une fonctionnelle f
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
par
D
(
α, β, α0
)
f
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
=
∫
dx
{− (αa+ βa) ∂µ+ i [α+ β,Rµ]a} δf
δRµ
a(x)
+
{− (αa− βa) ∂µ+ i [α− β, Lµ]a} δf
δLµ
a(x)
+
∫
dxα0 ∂µ
δf
δBµ
0(x)
+
∫
dx
{
i [α, pi]
a− fpi
sin(pi)
(
− βa cospi + βb pi
b pia
f2pi2
(
cospi − 1
pi
sinpi
))}
δf
δpia(x)
. (6.53)
On peut v rifier explicitement que ceci redonne le r  sultat d  sir 
eD
(
α,β,α0
)
f
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= f
[
Σt , Lt µ, R
t
µ, B
t
µ
0
]
. (6.54)
Nous d  crivons  pr sent la construction de Wess-Zumino en d  tails, avant de consid  rer ses
g  n  ralisations dans la suite: on exprime la variation de la fonctionnelle g  n  ratrice Γ
[
Lµ, Rµ,Bµ
0
]
sous l’action de l’op  rateur D(α, β, α0) d  fini en (6.53), telle qu’elle peut  tre d duite lorsque
l’on applique une transformation t aux champs T de (6.1). Le facteur num  rique apparaissant
en coefficient devant la variation en question d  pend du contenu de la techni-th  orie en champs
fermioniques, qui constituent un sous-ensemble des champs T . Supposant que les transformations
du groupe SU(2)L×SU(2)R×U(1)B−L sont r alis es lin airement sur ces champs fondamentaux,
on peut  crire la variation de la fonctionnelle g  n  ratrice en fonction de la variation standard de
Bardeen [Adl69, Bar69, AB69, Fuj79, Fuj80, BMNT82, GL84, Tsu89] selon
D(α, β, α0) Γ
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= − kTT
∫
dx
〈
β Ω
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]〉
, (6.55)
o

la fonctionnelle de Bardeen prend la forme simple suivante pour le groupe SU(2)L×SU(2)R×
U(1) [Kai01]
Ω
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
=
1
16   2
εµνρσBµν
0 (∂ρLσ+ ∂ρRσ− i [Rρ, Lσ]) . (6.56)
Cette fonctionnelle est d’ordre O(p4)
Ω
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= O(p4) . (6.57)
Notons que la constante kTT apparaissant en facteur dans (6.55) est la seule inconnue dans cette
expression, et d  pend du contenu de la techni-th  orie. Pour une th  orie du type de la QCD, on
aurait au lieu de kTT la constante Nc/3, o

Nc est le nombre de couleurs, et la division par trois
est due  la normalisation du nombre baryonique pour les quarks. Nous reviendrons sur la valeur
de la constante kTT  la section 6.3.1.
On peut v rifier, utilisant la relation (6.54), que la fonctionnelle de Bardeen apparaissant dans
la variation (6.56) v rifie les conditions d’int  grabilit  de Wess-Zumino [WZ71], qui traduisent les
relations de commutation de l’alg
 
bre
D
(
τa
2
, 0, 0
)
Ωb
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= εabcΩc
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
, (6.58)
εabcD
(
0,
τa
2
, 0
)
Ωb
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= 0, (6.59)
D
(
0, 0, α0
)
Ω
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= 0. (6.60)
Ces conditions signifient que la variation (6.55) peut  tre int  gr e, c’est-  -dire que l’on peut trouver
une action de Wess-Zumino SWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
fonctions des GBs, telle que l’on ait
D
(
α, β, α0
)
SWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= −
∫
dx
〈
β Ω
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]〉
. (6.61)
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L’action appropri  e est obtenue par int  gration de l’  quation diff rentielle (6.58). Fixant par
exemple la condition limite suivante
SWZ
[
 
, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= 0, (6.62)
on obtient, par la construction standard de Wess-Zumino [WZ71] 7, une contribution O(p4) 
l’action
SWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= − 1
32   2
∫
dxεµνρσBµν
0
〈
ΣRρΣ
†Lσ−RρLσ− i Σ† (∂ρΣ )
(
Rσ+ Σ
†LσΣ
)〉
− 1
48   2
∫
dxεµνρσBµ
0
〈
Σ†(∂νΣ )Σ†(∂ρΣ )Σ†(∂σΣ)
〉
. (6.63)
A partir de cette expression explicite, on peut v rifier que l’application sur SWZ
[
Σ, Lµ, Rµ,Bµ
0
]
de
l’op  rateur diff rentiel D(α, β, α0) d  fini en (6.53) reproduit bien la variation d  sir  e (6.61).
Etant donn que cette variation est ind  pendante des champs pia, et que la mesure d’int  gration
sur les champs de Goldstone est invariante sous les transformations t, on obtient directement la
variation de la fonctionnelle g  n  ratrice. Le r  sultat est donc le suivant:  l’action invariante sous les
transformations t, on ajoute le terme non-invariant SWZ
[
Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0
]
, multipli  par la constante
kTT. Ceci fournit une repr  sentation  basse  nergie de la fonctionnelle g  n ratrice Γ
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
qui reproduit la variation (6.55) d  duite de la techni-th  orie. On r sout ainsi la question du
raccordement des anomalies dans le cas standard o

les seuls  tats physiques l  gers sont les GBs.
Si la techni-th  orie produit des fermions composites, ceux-ci vont  galement contribuer  la
variation anomale de la fonctionnelle g  n  ratrice telle qu’elle est d  crite  basse  nergie. Nous
discutons maintenant cette contribution, ainsi que sa d  pendance sur les couplages non-standard
δL, δR ainsi que sur les charges U(1)B−L des fermions composites.
6.2.2 Variation du d   terminant des fermions composites
Du point de vue de la LEET, il existe une contribution des fermions composites [BYS80, FSBY81]
 la variation anomale de la fonctionnelle g  n  ratrice Γ
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
. Consid  rant un doublet χ•
de fermions composites tels qu’introduit  la section 6.1.1, on d  finit pour condenser les  critures
l’op  rateur Dˆ• d  pendant uniquement de sept sources vectorielles
{
Lˆµ
a
, Rˆµ
a
, Bµ
0
}
par la relation
Dˆ•
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]
χ• = γµ
{
i ∂µ+
B −L
2
Bµ
0 +
1− γ5
2
Rˆµ+
1 + γ5
2
Lˆµ
}
χ• . (6.64)
D finissant  partir des connexions Lµ et Rµ les objets portant des chapeaux selon
Lˆµ = Lµ+ i δRΣDµΣ
† , (6.65)
Rˆµ = Rµ+ i δLΣ
†DµΣ , (6.66)
on peut  crire le lagrangien O(p2) (donn  en (6.8)) pour les fermions composites sous la forme
L• = χ• Dˆ•χ• . (6.67)
Nous n’avons pas inclus les termes de Yukawa car ils ne jouent pas de r   le du point de vue des
anomalies. Ils peuvent donc  tre r  tablis sous la forme de perturbations. Notons que les propri  t  s
de transformation des sources portant des chapeaux sont identiques  celles des sources originales
Lˆµ  Lˆ
t
µ = L LˆµL†+ iL∂µL† , (6.68)
Rˆµ  Rˆ
t
µ = R RˆµR
†+ iR∂µR† . (6.69)
De ceci, on peut d  duire l’expression pour la variation du d  terminant fermionique  l’ordre O(p4)
lorsque l’on applique une telle transformation t. Cette variation est exprim  e comme suit
− iD(α, β, α0) ln Det Dˆ•
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]
= (B −L)
∫
dx
〈
β Ω
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]〉
. (6.70)
7. Dans ce cas SU(2), il n’est pas n  cessaire d’introduire une cinqui me dimension compacte: l’action de Wess-
Zumino est l’int grale d’un lagrangien ordinaire sur l’espace-temps quadri-dimensionnel.
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Dans ce dernier r sultat, on retrouve la m  me fonctionnelle de Bardeen Ω que dans l’  quation
(6.55), mais avec des arguments diff  rents. On peut d’ailleurs effectuer la d  composition suivante
Ω
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]
= Ω
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
+ ΩδL,δR
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
, (6.71)
o

ΩδL,δR s’annule lorsque δL et δR sont nuls
ΩδL,δR
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
=
1
16   2
εµνρσBµν
0
{
δR
(
i ∂ρ
(
ΣDσΣ†
)
+
[
Rρ,ΣDσΣ†
])
+ δL
(
i ∂ρ
(
Σ†DσΣ
)
+
[
Lρ,Σ
†DσΣ
])
+ i δL δR
[
Σ†DρΣ,ΣDσΣ†
]}
. (6.72)
On peut  galement voir, d’apr
 
s les propri  t  s de transformation de Lˆµ et Rˆµ donn es en (6.68-
6.69), que la variation de Bardeen obtenue en (6.70) satisfait  galement aux conditions d’int  gra-
bilit de Wess-Zumino, soit
D
(
τa
2
, 0, 0
)
Ωb
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]
= εabcΩc
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]
, (6.73)
εabcD
(
0,
τa
2
, 0
)
Ωb
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]
= 0, (6.74)
D
(
0, 0, α0
)
Ω
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]
= 0. (6.75)
Notons que l’action de l’op  rateur D
(
α, β, α0
)
sur les champs de Goldstone pia entre ici en jeu,
 la diff rence de (6.58-6.59). En fait, on peut aussi voir les choses ainsi: la partie non-standard
ΩδL,δR
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
de la variation donn  e en (6.72) satisfait par elle-m  me aux conditions de
Wess-Zumino
D
(
τa
2
, 0, 0
)
ΩδL,δR
b
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= εabcΩδL,δR
c
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
, (6.76)
εabcD
(
0,
τa
2
, 0
)
Ωb
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= 0 , (6.77)
D
(
0, 0, α0
)
ΩδL,δR
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= 0 , (6.78)
et ce quelles que soient les valeurs des constantes δL, δR. Ceci signifie  nouveau que l’on pourra
construire un lagrangien du type de celui de Wess-Zumino, qui reproduira la variation non-standard
ΩδL,δR
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
elle-m  me. Nous aurons effectivement besoin d’une telle construction plus
tard, et nous donnons donc l’expression finale de ce terme O(p4) ici
SδL,δR
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= − 1
32   2
∫
dxεµνρσBµν
0
〈
i (δLLρ− δRRρ)
(
Σ†DσΣ + ΣDσΣ†
)
− (δL− δR) ∂ρΣ†DσΣ
+ δL δR
(
Σ†DρΣ ΣDσΣ†−DρΣ†DσΣ
)〉
. (6.79)
On v rifie effectivement que ce lagrangien redonne la variation d  sir e de l’action effective
D
(
α, β, α0
)
SδL,δR
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= −
∫
dx
〈
β ΩδL,δR
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]〉
. (6.80)
Pour fixer l’expression (6.79) de SδL,δR
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
, nous avons choisi la condition limite
suivante
SδL,δR
[
 
, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= 0. (6.81)
Ayant d  termin  la contribution des fermions composites  la variation anomale de l’action effec-
tive, et constat  que cette variation d  pend des constantes δL, δR et B −L, nous nous int  ressons
 pr sent  savoir si le raccordement des anomalies pose des restrictions sur ces constantes.
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6.2.3 Raccordement des anomalies
A la section 6.2.1, nous avons obtenu la variation totale de la fonctionnelle g  n  ratrice Γ
[
Lµ, Rµ,
Bµ
0
]
telle qu’elle est d  duite  partir des propri  t  s de la techni-th  orie. Dans la m  me section,
le lagrangien de Wess-Zumino standard a  t  pr  sent : lorsque celui-ci est ajout  au lagrangien
effectif invariant sous les transformations t, la partie bosonique de la LEET reproduit  elle seule
la variation anomale de la fonctionnelle g  n ratrice.
La section 6.2.2 concernait la contribution des fermions composites  la variation du lagrangien
effectif (puisque cette variation contient la matrice Σ, l’int grale sur les GBs doit encore  tre
effectu  e). Dans le cas g  n ral, c’est la combinaison de cette variation (6.70) due aux fermions
composites avec celle due aux GBs qui doit reproduire la variation (6.55) d  duite de la techni-
th orie. Le raccordement des anomalies consiste pr  cis  ment en la recherche du lagrangien boso-
nique appropri  , g  n ralisant celui de Wess-Zumino. Dans notre cas, on doit  galement d  terminer
s’il y a ou non des restrictions sur les constantes δL, δR et les charges U(1)B−L des fermions
composite.
Nous consid  rons donc la mani
 
re dont la variation de Γ
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
est reproduite dans la
th orie effective. Int  grant sur les fermions composites dans l’  criture (6.10), on met la repr sen-
tation pour la fonctionnelle g  n ratrice sous la forme
eiΓ
[
Lµ,Rµ,Bµ
0]
=
∫
d[Σ] e
iSSB
[
Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0
]
+ln Det Dˆ•
[
Lˆµ,Rˆµ,Bµ
0
]
, (6.82)
avec la d  finition SSB=
∫
dxLSB. La condition de raccordement des anomalies s’  nonce comme suit:
la variation de Γ
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
donn  e par l’expression (6.82) doit  tre  gale  celle de l’expression
(6.55). Avec la notation
Dt µΣ ≡ ∂µΣ− i Lt µΣ + i Σ Rt µ , (6.83)
on peut utiliser des r   critures pour obtenir la variation obtenue  partir de la LEET sous la forme
eD(α,β,α
0) eiΓ
[
Lµ,Rµ,Bµ
0
]
=
∫
d[Σ] e
iSSB
[
Σ, Lt µ, Rt µ, Bt µ
0
]
+ln Det Dˆ•
[
Lt µ+iδRΣ Dt µΣ†, Rt µ+iδLΣ† Dt µΣ, Bt µ0
]
=
∫
d
[
Σt
]
e
iSSB
[
Σt , Lt µ, Rt µ, Bt µ
0
]
+ln Det Dˆ•
[
Lˆ
t
µ, Rˆ
t
µ, Bt µ
0
]
=
∫
d
[
Σt
]
eD(α,β,α
0) e
iSSB
[
Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0
]
+ln Det Dˆ•
[
Lˆµ,Rˆµ,Bµ
0
]
=
∫
d[Σ] eD(α,β,α
0) e
iSSB
[
Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0]+ln Det Dˆ•[Lˆµ,Rˆµ,Bµ0]
, (6.84)
o

nous avons renomm  les variables d’int  gration, puis utilis  l’invariance de la mesure.C’est
essentiellement cette propri  t  qui nous a permis de faire passer l’op  rateur D(α, β,α0) sous le signe
d’int gration, bien qu’il agisse  galement sur les champs de Goldstone. Nous s  parons  pr sent
SSB
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
en deux parties selon
SSB
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= Sinv
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
+ SˆWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
, (6.85)
o

Sinv
[
Σ, Lµ,Rµ,Bµ
0
]
est invariante sous les transformations t, tandis que SˆWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
ne
l’est pas, et commence  l’ordre O(p4). On a donc
D(α, β, α0)Sinv
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= 0 . (6.86)
Nous devons  pr  sent d  terminer quelle doit  tre sa variation, selon les valeurs de δL, δR et B−L,
afin de satisfaire  la condition de raccordement des anomalies, si cela est possible. L’ambigu   t 
dans la s paration est  limin e en adoptant une condition limite. Nous choisissons ici
SˆWZ
[
 
, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= 0, (6.87)
et cherchons donc  d  terminer SˆWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
. Mentionnons en relation avec ce probl
 
me,
qu’une question similaire a  galement  t   tudi  e en termes g  om  triques dans [AGG85].
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Retenant uniquement les termes lin  aires en les param
 
tres
{
α, β, α0
}
dans la relation (6.84),
et utilisant la repr sentation  basse  nergie (6.82) pour Γ
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
, on obtient
0 =
∫
d[Σ] e
iSSB
[
Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0
]
+ln Det Dˆ•
[
Lˆµ,Rˆµ,Bµ
0
]
X
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
, (6.88)
avec la fonctionnelle X
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
d  finie par
X
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= D(α, β, α0)
{
SˆWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]− i ln Det Dˆ•[Lˆµ, Rˆµ, Bµ0]}
− D(α, β, α0) Γ[Lµ, Rµ, Bµ0] . (6.89)
On peut voir, par r  currence dans le d  veloppement en puissances des sources de (6.88), que les
coefficients du d  veloppement de X
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
doivent s’annuler. Pour ce qui nous concerne
ici, on a donc
X
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= 0 . (6.90)
Ceci fournit, d’apr
 
s la d  finition (6.89) de X
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
, l’expression de la variation de
SˆWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
n  cessaire pour satisfaire  la condition de raccordement des anomalies. En
effet, injectant l’expression (6.55) pour la variation totale extraite de la techni-th  orie ainsi que
celle pour la variation du d  terminant fermionique (6.70), on trouve
D(α, β, α0) SˆWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= − kTT
∫
dx
〈
β Ω
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]〉
− (B −L )
∫
dx
〈
β Ω
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]〉
. (6.91)
On peut  galement  crire cette variation en utilisant la s  paration (6.71) de la fonctionnelle de
Bardeen en une partie standard Ω
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
et une partie non-standard ΩδL,δR
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
.
Ayant pr  alablement discut  les conditions de Wess-Zumino pour chacune des deux aux sections
6.2.1 et 6.2.2, nous pouvons  pr  sent construire deux termes dans le lagrangien, reproduisant
chacun l’une des variations s  par ment, pour toute valeur de δL, δR. Il ne nous reste plus ici qu’ 
prendre la combinaison lin  aire appropri  e
SˆWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= (kTT +B −L)SWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
+ (B −L)SδL,δR
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
. (6.92)
D’apr
 
s les conditions limites pour chacun des termes dans le membre de droite de cette  quation,
qui sont donn  es en (6.62) et (6.81), notre construction v rifie automatiquement la condition (6.87).
Ainsi, l’ quation (6.92) fournit une action SˆWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
satisfaisant (6.91), ce qui montre
que la condition de raccordement des anomalies peut  tre satisfaite quelle que soient les valeurs
des constantes δL, δR et B −L. Il n’y a donc pas de restrictions th  oriques sur ces constantes.
Finalement, nous avons obtenu l’expression de l’extension du lagrangien de Wess-Zumino qui
doit  tre ajout  e  la partie invariante du lagrangien pour obtenir la variation de la fonctionnelle
g  n  ratrice. On pourra donc  crire avec les diff  rents termes d  finis ci-dessus
eiΓ
[
Lµ,Rµ,Bµ
0
]
=
∫
d[Σ] e
iSinv
[
Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0
]
+iSˆWZ
[
Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0
]
+ln Det Dˆ•
[
Lˆµ,Rˆµ,Bµ
0
]
. (6.93)
Concernant les propri  t s de transformation des fermions composites, mentionnons que les
possibilit  s autres que celle consid  r e en (6.5-6.6) conduisent  un op  rateur de Dirac invariant
sous les transformations t, hormis la possibilit  se bornant   changer les transformations entre les
deux chiralit  s. En effet, si les fermions composites ne se transformant pas de mani
 
re ind pendante
sous les transformations t, ils ne g  n  reront pas de variation anomales. La raison initiale pour
consid  rer ces fermions  tant pr  cis ment d’ tudier leur r   le dans la condition raccordement des
anomalies, on comprend que ces possibilit  s alternatives ne pr sentent pas d’int  r t ici.
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6.3 Raccordement des anomalies dans une th
 
orie sans parti-
cule de Higgs
Le travail effectu   la section pr  c  dente est suffisant si l’on s’int  resse  une th  orie dans laquelle
les GBs restent dans le spectre: nous y avons  tudi le raccordement des anomalies dans le cas
g  n  ral, consid rant  galement les fermions composites. On cherche  pr  sent  savoir si les ano-
malies sont une obstruction au m  canisme de Higgs, au sens o

elles pourraient  tre une entrave
 l’  limination des GBs du spectre.
A ce stade, les champs de jauge G0µ, G1µ introduits  la section 6.1.2 vont entrer en jeu.
Cependant, les sym  tries que nous avons consid  r  es jusqu’  pr  sent en relation avec les anomalies
ne sont pas directement celles agissant sur les champs de jauge: le couplage se fait via les spurions.
Rappelons qu’il n’y a pas d’objection th  orique avoir des sym  tries globales anomales, comme
c’est le cas en QCD, o

les anomalies globales doivent  tre reproduites en χPT. Cependant, nous
sommes ici int  ress  s par les applications  l’EWSB, auquel cas les GBs donnent leurs masses aux
bosons vecteurs W± et Z0. Nous demanderons pr cis  ment que ceci ait lieu dans la LEET: avec
un choix appropri  de variables, le lagrangien effectif ne doit plus d  pendre des GBs.
La conclusion  laquelle nous aboutirons est la suivante: les sym  tries  basse  nergie de la
techni-th  orie SU(2)L × SU(2)R × U(1)B−L doivent  tre exemptes d’anomalies. Ce r  sultat con-
cerne la techni-th  orie elle-m  me, et il ne d  pend pas de la pr sence de fermions composites. En
r alit  , les couplages non-standards δL, δR n’appara  tront jamais dans les manipulations, la question
 tant au contraire imm  diatement exprim  e en termes du contenu de la techni-th  orie en utilisant
le r sultat du raccordement des anomalies de la section pr  c  dente. Nous trouvons d’autre part
que la trace de B −L sur les fermions  l  mentaires doit s’annuler.
6.3.1 Obstructions dans le secteur composite
Nous nous concentrons sur les red  finitions des champs utilis es pour r   crire le lagrangien effectif
sans occurrences des GBs, afin de v rifier si cet objectif est atteint. Dans cette section, nous tenons
 nouveau compte de possibles fermions composites, mais pas des fermions  l mentaires qui seront
consid  r  s  la section 6.3.2. Nous pouvons par cons  quent formuler la question sans introduire
explicitement les champs de jauge G0µ et G1µ.
Pour faciliter la discussion, nous travaillons au niveau o

les fermions composites ont d  j   t 
int  gr  s pour obtenir le d  terminant de l’op  rateur de Dirac. Ceci nous permet de nous concentrer
tout d’abord sur le secteur bosonique. Nous reviendrons plus tard sur les red  finitions des champs
pour les fermions composites  la section 6.4. On d finit l’action S
[
Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0
]
intervenant dans
l’expression  basse  nergie (6.93) de la fonctionnelle g  n  ratrice Γ
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]
par
S
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= Sinv
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
+ SˆWZ
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
− i ln Det Dˆ•
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]
. (6.94)
Rappelons que la red  finition  utiliser sera appliqu  e aux sources Rµ
a , puisqu’elles sont identifi  es
aux trois champs dynamiques G1µ
a selon (6.39): une red  finition impliquant ces sources pourra donc
absorber les trois GBs, tandis que les sources Lµ
a ne contiennent qu’un champ dynamique d’apr
 
s
(6.40). La red  finition de ce seul champ ne permettrait pas d’absorber les trois degr  s de libert 
scalaires.
D’une part, la disparition suppos  e des GBs du spectre signifie que l’on peut  crire S
[
Σ, Lµ,
Rµ,Bµ
0
]
en fonction de sept sources vectorielles seulement. D’autre part, le raisonnement pr  c  dent
montre que l’on n’a besoin de red  finir uniquement les sources Rµ
a . Afin d’avoir des variables
invariantes sous la sym  trie SU(2)R, on utilise la red  finition suivante
8
g1Wµ ≡ i ΣDµΣ† = ΣRµΣ†+ i Σ ∂µΣ†−Lµ , (6.95)
puis on effectuera le changement de variables{
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
} → {Σ, Lµ, g1Wµ, Bµ0} . (6.96)
8. Notons que l’  criture en jauge standard de cette d  finition redonne bien celle utilis  en (5.77).
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La question est de savoir si, en termes de l’  criture g n  rale
S
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= f
[
Lµ, g1Wµ, Bµ
0
]
+h
[
Σ, Lµ, g1Wµ, Bµ
0
]
, (6.97)
o

la fonction h d  pend a priori de Σ, on peut avoir
h
[
Σ, Lµ, g1Wµ, Bµ
0
]
= 0 . (6.98)
De nouveau, nous imposons une condition limite, pour  viter les ambigu   t  s dans la s  paration
(6.97)
h
[
 
, Lµ, g1Wµ, Bµ
0
]
= 0 . (6.99)
On utilise ensuite le fait que (6.95) est formellement une transformation de jauge, c’est-  -dire que
l’on peut  crire
g1Wµ =
ωRµ−Lµ , (6.100)
avec la transformation ω suivante, d  pendant des GBs
ω =
(
L=
 
, R= Σ, α0 = 0
)
. (6.101)
On sait que cette red  finition serait efficace si l’action S
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
se r duisait au seul terme
invariant de jauge Sinv
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
dans (6.94), puisque l’on a
Sinv
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= Sinv
[
 
, g1Wµ+Lµ, Lµ, Bµ
0
]
. (6.102)
Notons que nous utilisons ici des red  finitions des champs et non pas une fixation de jauge. Il
n’y a donc pas de conflit entre ces manipulations et le fait que nous ayons ensuite  choisir une
jauge particuli
 
re pour r  soudre les contraintes sur les spurions comme  la section 6.1.2: les
transformations de jauge nous servent ici uniquement d’outils pour d  duire l’effet des red  finitions
des champs.
Consid  rons  pr  sent les cons  quences de ces red  finitions sur l’action compl
 
te S
[
Σ, Lµ, Rµ,
Bµ
0
]
, nous limitant tout d’abord au cas des champs de Goldstone pia infinit  simaux, et utilisant le
r sultat du raccordement des anomalies, qui  gale la variation de S
[
Σ, Lµ, Rµ,Bµ
0
]
 celle obtenue
en (6.55), soit
D
(
α, β, α0
)
S
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= − kTT
∫
dx
〈
β Ω
[
Lµ, Rµ, Bµ
0
]〉
. (6.103)
La version infinit  simale de la transformation chirale ω donn  e en (6.101) qui  limine les GBs du
terme invariant est donn  e par
ω =
(
L=
 
, R= 1− i pi
f
+O(pi2), α0 = 0) , (6.104)
d’apr
 
s la d  finition des pia (6.52). Injectant (6.104) dans (6.103) et r  arrangeant les termes, on
obtient
S
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= S
[
 
, Lµ, g1Wµ+Lµ, Bµ
0
]
− kTT
2 f
∫
dx
〈
piΩ
[
Lµ, g1Wµ+Lµ, Bµ
0
]〉
+O(pi2) . (6.105)
On peut identifier dans cette expression la partie ind  pendante des GBs dans la d  composition
g  n  rale (6.97)
f
[
Lµ, g1Wµ, Bµ
0
]
= S
[
 
, Lµ, g1Wµ+Lµ, Bµ
0
]
, (6.106)
ce qui montre que le d  veloppement de h en puissance commence par le terme lin  aire suivant
h
[
Σ, Lµ, g1Wµ, Bµ
0
]
= − kTT
2 f
∫
dx
〈
piΩ
[
Lµ, g1Wµ+Lµ, Bµ
0
]〉
+O(pi2) . (6.107)
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La seule possibilit  pour que cette fonctionnelle soit ind  pendante des champs de Goldstone est
donc d’avoir
kTT = 0. (6.108)
D’apr
 
s (6.55), ceci signifie que les sym  tries de la techni-th  orie qui agissent  basse  nergie, c’est-
 -dire le groupe SU(2)L× SU(2)R×U(1)B−L, sont exemptes d’anomalies. Dans ce cas seulement
peut-on effectivement se d  barrasser des GBs dans le lagrangien effectif. Nous montrons  pr sent
que ceci reste vrai pour des valeurs finies des champs pia. On a en effet
S
[
 
, Lµ, g1Wµ+Lµ, Bµ
0
]
= eD(α,β,0)S
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]∣∣
(α,β)=
(
− pi
2f
,− pi
2f
)
= S
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
, (6.109)
o

, dans la derni
 
re  galit  , nous avons utilis  l’absence de variation anomale de S
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
dans (6.103) lorsque kTT = 0. La fonctionnelle h
[
Σ, Lµ, g1 Wµ, Bµ
0
]
d  finie en (6.97) est donc
identiquement nulle, ce qui conclut la preuve.
Le r sultat de cette section peut donc  tre r  sum  comme suit: la disparition des GBs du
spectre n cessite l’absence d’anomalies pour les sym  tries  basse  nergie de la techni-th  orie
SU(2)L × SU(2)R × U(1)B−L. La constante kTT doit donc  tre  gale  z  ro (6.108). Cependant,
ceci n’implique pas l’absence d’un terme de Wess-Zumino, puisque la techni-th  orie peut produire
des fermions composites l  gers. Un tel terme doit donc  tre inclus dans le lagrangien effectif pour
satisfaire la condition de raccordement des anomalies. La construction implique en r  alit  une
g  n  ralisation de celle de Wess-Zumino, g  n  ralisation possible quelle que soient les valeurs de
δL, δR et B −L, signifiant qu’il n’y a pas de restrictions dues  la condition de raccordement des
anomalies sur ces couplages. En particulier, la trace de B −L sur les fermions composites ne sera
pas n  cessairement nulle, ce qui constitue une diff  rence avec le cas des fermions  l mentaires,
comme nous le verrons  la section 6.3.2. Notons cependant que dans le cas δL'δR'0, la distinction
exp  rimentale avec les fermions  l  mentaires est malais  e.
6.3.2 Fermions   l   mentaires dans la jauge unitaire
Nous nous int  ressons  pr sent aux cas des fermions  l mentaires. Pour ceux-ci, il n’y a pas de rac-
cordement des anomalies  effectuer, puisque les champs fondamentaux correspondent directement
aux degr  s de libert  physiques  basse  nergie, suite au couplage faible du secteur  l  mentaire.
Nous nous concentrons donc sur l’  tude des anomalies en tant qu’obstruction  l’  limination des
GBs de l’action. Comme nous le verrons, le r  sultat est ind  pendant de la discussion pr  c  dente
concernant les fermions composites: on trouve que la trace de B−L sur ces fermions  l  mentaires
doit  tre nulle.
Le lagrangien pour les fermions  l  mentaires a  t  donn  en (6.20). On d  finit tout d’abord
l’op  rateur de Dirac De
Deχ = i γµDµχ, (6.110)
de mani
 
re  ce que le lagrangien O(p2 0 ζ0) pour les fermions  l mentaires prenne la forme
i χγµDµχ = χDeχ. (6.111)
L’op  rateur De est invariant sous les sym  tries SU(2)L × SU(2)R de la techni-th  orie, et nous
n’avons donc besoin, pour en  tudier les variations, de consid  rer uniquement les transformations
du groupe SU(2)G0× SU(2)G1×U(1)B−L, que nous param  trons par la transformation τ
τ =
(
G0 = e
i(θ−ϕ) , G1 = ei(θ+ϕ) , α0
)
. (6.112)
Sous une telle transformation, la variation du d  terminant de De est donn  e, par l’expression
− iD(θ, ϕ, α0) ln DetDe[g0G0µ, g1G1µ, Bµ0]
= (B −L)
∫
dx
〈
ϕΩ
[
g0G0µ, g1G1µ, Bµ
0
]〉
. (6.113)
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La fonctionnelle de Bardeen Ω apparaissant ici est la m  me que dans (6.56), mais avec des argu-
ments diff  rents. Explicitement, on a
Ω
[
g0G0µ, g1G1µ, Bµ
0
]
=
1
16   2
εµνρσBµν
0 (g0 ∂ρG0σ+ g1 ∂ρG1σ− i g0 g1 [G0ρ, G1σ]) . (6.114)
L’  tape suivante dans cette discussion est de consid  rer l’effet des red  finitions des champs
utilis  es pour d  finir la   jauge unitaire  . Nous avons d  j  donn en (5.126-5.127), et nous les
reproduisons ci-dessous (6.115-6.116), les red  finitions des champs n  cessaires pour les fermions
 l  mentaires, afin d’  liminer les occurrences de la matrice Σ et d  finir des champs invariants
sous SU(2)R × SU(2)G1. De nouveau, on remarque que ces red  finitions sont formellement des
transformations de jauge avec G1 = Σ U . Ceci affecterait donc les champs G1µ et non pas les
sources Rµ, contrairement  la red  finition utilis  e en (6.95). Il pourrait donc sembler que ces deux
red  finitions des champs soient incompatibles. A nouveau, un examen d  taill  prouve qu’il n’en est
rien: la section 5.2.1 a montr que les deux connexions Rµ et g1G1µ  taient en r alit  identiques
dans la jauge standard, ce qui est r  sum   la section 6.1.2. Nous souhaitons cependant v rifier si
l’on peut  liminer les GBs du lagrangien dans l’  criture g  n  rale, sans choix de jauge. La solution
du probl
 
me r  side dans l’observation suivante: les red  finitions des champs utilis  es dans les deux
cas sont en r alit   quivalentes ind  pendamment de la jauge, du fait de la contrainte (6.28) sur le
spurion r  el X.
La red  finition appropri  e afin d’absorber la matrice des GBs Σ est la suivante
ψL = χ
λ
L = ΣUχL , (6.115)
ψR = χ
λ
R = χR , (6.116)
o

les nouvelles variables ψ sont invariantes sous les groupes SU(2)R et SU(2)G1. En effet, on a
ψL  ψ
t
L = L e
−iB−L
2
α0
ψL , (6.117)
ψR  ψ
t
R = G0 e
−iB−L
2
α0
ψR . (6.118)
La red finition (6.115) est formellement une transformation de jauge SU(2)G0×SU(2)G1×U(1)B−L
donn  e en fonction des GBs et des champs spurioniques par
λ =
(
G0 =
 
, G1 = ΣU , α0 = 0
)
. (6.119)
Ceci est un cas particulier d’une transformation τ (6.112), et implique la r " criture correspondante
pour les champs de jauge
g1Wµ ≡ g1 Gλ 1µ−Lµ , (6.120)
qui d  finit les champs Wµa en fonction des champs G1µa . Plus explicitement, on aura en effet
g1Wµ = i ΣUDµ
(
U †Σ†
)
= i ΣU∂µ
(
U †Σ†
)
+ g1 ΣUG1µU
†Σ†−Lµ , (6.121)
plut  t que la d  finition utilis  e pr  c demment en (6.95). On montre  pr sent que ces deux red  fi-
nitions sont en fait strictement  quivalentes. On utilise la d  composition (5.54) de X , dans laquelle
l’invariant ξ est une constante du fait de la contrainte (6.28), mais o

la matrice U ∈SU(2) d pend
de x et se transforme selon
U

RUG1
† . (6.122)
Le point important est que la contrainte (6.28) sur le spurion X implique
DµU = 0 . (6.123)
Injectant ceci dans (6.121), on obtient
Wµ = Wµ . (6.124)
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Ainsi, bien que l’  galit  entre connexions ne soit valable uniquement dans la jauge standard, les
deux red  finitions sont identiques en toute g  n  ralit  .
La suite de la proc  dure est analogue  celle de la section 6.3.1: on  tudie les cons  quences
de cette red  finition au niveau des champs bosoniques, c’est-  -dire apr
 
s int  gration des fermions
composites selon 9∫
d[χ] e
i
∫
dxχDe
[
g0G0µ,g1G1µ,Bµ
0]χ = eln DetDe[g0G0µ,g1G1µ,Bµ0] . (6.125)
Pour ce qui est des configurations dans lesquelles les champs de GB pia sont infinit  simaux, et o

la matrice U est proche de l’unit  avec κ=κa τa dans
U = e
−iκ
f . (6.126)
du m  me ordre que pi, on aura, appliquant la version infinit  simale de (6.119)
− iD
(
θ=− pi+κ
2 f
, ϕ=− pi+κ
2 f
, α0 = 0
)
ln DetDe
[
g0G0µ, g1G1µ, Bµ
0
]
= − B −L
2 f
∫
dx
〈
(pi+κ) Ω
[
g0G0µ, g1Wµ+Lµ, Bµ
0
]〉
+ O(pi2, pi κ, κ2) . (6.127)
Ainsi, on obtient l’  galit 
ln DetDe
[
g0G0µ, g1G1µ, Bµ
0
]
= ln DetDe
[
g0G0µ, g1Wµ+Lµ, Bµ
0
]
− i B −L
2 f
∫
dx
〈
(pi+κ) Ω
[
g0G0µ, g1Wµ+Lµ, Bµ
0
]〉
+ O(pi2, pi κ, κ2) . (6.128)
Ceci montre que les red  finitions des champs g  n
 
rent des termes impliquant les GBs: il est donc
impossible d’  liminer les GBs de l’action, except  si la trace de B−L sur les fermions  l  mentaires
s’annule. Pour obtenir ce r  sultat, on utilise le fait qu’il ne peut y avoir de compensation entre le
terme impliquant les GBs g  n r par la r   criture du d terminant des fermions  l  mentaires (6.127)
et celui g n  r  par celle du d  terminant des fermions composite (6.105). En effet, les fonctionnelles
impliquent des champs diff  rents. La variation du d  terminant des fermions  l  mentaires doit donc
s’annuler s  par ment, ce qui signifie∑
fermions  l  mentaires
(B −L) = 0 . (6.129)
On peut v rifier que les red  finitions des champs  liminent bien les GBs, y compris dans le cas
fini. Notons que la logique qui nous a men  s  demander cette annulation des anomalies pour les
fermions  l mentaires est diff  rente de celle utilis  e dans le cas des th  ories renormalisables [GJ72,
KAP72, GG72, BIM72].
Finalement, nous transcrivons au niveau du lagrangien fermioniques les r   critures impliqu  es
par les red  finitions effectu  es ci-dessus. Puisque le lagrangien pour les fermions  l  mentaires
(6.20), ainsi que la mesure d’int  gration sur ces fermions (suite  (6.129)) sont invariants sous la
transformation λ, on a∫
d[χ] e
iL  l  m.
[
χ,Σ,g0G0µ,g1G1µ,Bµ
0
]
=
∫
d[ψ] e
iL  l  m.
[
ψ,

,g0G0µ,g1Wµ+Lµ,Bµ
0
]
. (6.130)
La conclusion est donc que le lagrangien dans la   jauge unitaire  est obtenu directement via le
remplacement {
χ,Σ, G1µ, Bµ
0
}
 
{
ψ,
 
,Wµ+
1
g1
Lµ, Bµ
0
}
. (6.131)
9. Les termes de masses n’interviennent pas dans la variation anomale, et sont donc omis dans cette discussion.
Rappelons en revanche que ce sont pr  cis ment les termes de Yukawa qui contiennent la matrice Σ que nous
cherchons   liminer, et qui ont permis de d  terminer les red  finitions appropri es (6.115-6.116) (voir (5.126-5.127)).
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6.4 Triangles dans la jauge unitaire
Nous introduisons  pr  sent les red  finitions des champs fermioniques composites pour atteindre
cette m  me   jauge unitaire  . La section 6.3.1 ne traitait que des red  finitions dans le secteur
bosonique, apr
 
s int gration du d  terminant fermionique. Les red  finitions  appliquer sont d  ter-
min es de mani
 
re  obtenir des champs invariants sous SU(2)R. A cette fin, nous utilisons la
transformation ω donn  e en (6.101), et d finissons
ψL
• = ωχL• = Σ χL• , (6.132)
ψR
• = ωχR• = χR• . (6.133)
Ceci donne effectivement des champs ayant les propri  t  s de transformation d  sir es
ψL
•

tψL
• = L e−i
B−L
2
α0
ψL
• , (6.134)
ψR
•

tψR
• = L e−i
B−L
2
α0
ψR
• . (6.135)
Nous savons que dans ce cas, le d  terminant de l’op  rateur de Dirac est modifi  sous la transfor-
mation chirale ω. Cependant, l’absence d’anomalies (kTT = 0) pour l’ensemble de la techni-th  orie
signifie que cette variation est compens  e par le terme de Wess-Zumino. Nous pouvons donc
d  velopper l’  quation (6.109) sous la forme
eiΓ
[
Lµ,Rµ,Bµ
0
]
= eiSinv
[
Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0
]
+iSˆWZ[Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0 ]
∫
d[χ•] ei
∫
dxχ•D•
[
Σ,Lµ,Rµ,Bµ
0
]
χ•
= eiSSB
[

,Lµ, g1Wµ+Lµ,Bµ
0]∫
d[ψ•]ei
∫
dxψ•D•
[

,Lµ,g1Wµ+Lµ,Bµ
0]ψ• , (6.136)
o

nous avons utilis  la condition limite (6.87) pour SˆWZ ainsi que la d  finition
D•
[
Σ, Lµ, Rµ, Bµ
0
]
= Dˆ•
[
Lˆµ, Rˆµ, Bµ
0
]
. (6.137)
Le r sultat des red  finitions des champs au niveau du lagrangien se r  duit  effectuer le remplace-
ment suivant {
χ•,Σ, Lµ, Rµ, Bµ0
}

{
ψ•,
 
, Lµ, g1Wµ+Lµ, Bµ
0
}
, (6.138)
ce qui donne directement le lagrangien en jauge unitaire.
Dans le cadre des th  ories effectives, il est tout-  -fait naturel d’utiliser la jauge unitaire, afin
de travailler exclusivement avec des champs physiques. Ici, l’avantage suppl  mentaire est que le
terme de type Wess-Zumino est nul dans cette jauge. Nous choisissons donc d’utiliser cette jauge
pour la discussion suivante concernant les diagrammes triangulaires. On consid
 
re le r sultat de
(6.136), qui implique
eiΓ
[
Lµ,Rµ,Bµ
0
]
=
∫
d[ψ•] ei
∫
dxLSB
[

,Lµ,g1Wµ+Lµ,Bµ
0
]
+ψ•D•
[

,Lµ,g1Wµ+Lµ,Bµ
0
]
ψ• , (6.139)
o

l’int  grale sur les champs Σ a d  j   t  effectu e, donnant un facteur constant, puisque l’action
en fonction des variables dans la jauge unitaire n’en d  pend plus explicitement.
Nous d  terminons  pr  sent les contributions anomales des fermions composites aux fonctions
 trois points des techni-courants 10. On utilise tout d’abord les expressions des techni-courants en
termes des variables de basse  nergie, obtenues en consid  rant les d riv es par rapport aux sources
Lµ 11 du lagrangien Ltot. invariant sous Snaturel (6.23). On  crit ensuite le r sultat dans la jauge
standard, afin de rendre le contenu dynamique explicite. Lorsque l’on utilise les red  finitions des
champs pour obtenir l’expression dans la jauge unitaire, on trouve
JL
3ν = −MW
2
c g1
Zν + δLψL
• γν τ
3
2
ψL
• + (1− δR) ψR• γν τ
3
2
ψR
• , (6.140)
JL
±ν = −MW
2
g1
W ν±+ 1
2
√ δLψL•γντ±ψL• + 1
2
√ (1− δR) ψR• γντ±ψR• . (6.141)
10. Les fermions  l mentaires ne contribuent pas  ces fonctions, puisqu’ils ne couplent pas aux techni-courants.
11. Nous ne discutons pas les courants JR
µ, car leur  tude r introduirait les GBs dans l’action: bien que ces
courants soient parfaitement bien d  finis au niveau de la techni-th  orie, leur utilisation est malais  e lorsque les
champs de jauge interviennent.
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Suivant [CG82], on peut exprimer l’  l  ment de matrice de ces courants entre deux  tats asymp-
totiques de fermions composites (dans la limite de masse nulle) d  crits par des spineurs u′ et u
portant une impulsion identique p et v rifiant l’  quation de Dirac sans masse
〈u′, A, p|Jaµ(0)|u,B, p〉 = u′ γµ (VABa − γ5AABa ) u, (6.142)
o
 Va etAa sont des matrices 2×2 dont les indices A,B distinguent entre la composante sup  rieure
et inf  rieure du doublet. L’expression de ces matrices est obtenue en tenant compte de deux
contributions. L’une provient de la contraction des deux derniers termes dans (6.140-6.141) avec
les pattes externes, correspondant au diagramme de la figure 6.5. L’autre contribution implique
un propagateur d’un champ vectoriel, comme repr  sent   la figure 6.6.
p
p
Ja
u′ u
Figure 6.5. Contribution directe  l’ l  ment de matrice.
q = 0
p p
Ja
u′ u
Figure 6.6. Contribution indirecte   l’ l  ment de matrice, impliquant l’  mission d’un boson vecteur.
Dans cette seconde contribution, le terme longitudinal dans la polarisation du vecteur ne con-
tribue pas, suite  l’utilisation de l’  quation de Dirac sans masse. D’autre part, la contribution est
locale, l’impulsion port  e par le boson vecteur  tant nulle. L’  valuation de ce dernier diagramme
n  cessite de conna tre l’expression du couplage entre bosons vecteurs et fermions composites.
Ceci est obtenu en  crivant explicitement le lagrangien (6.8) dans la jauge standard, utilisant les
variables dans la jauge unitaire
χ• Dˆ•χ• = i ψ• γµ∂µψ•+ eψ• γµQψ•Aµ− e s
c
ψ• γµQψ•Zµ
+
e
c s
(1− δL ) ψL• γµ τ
3
2
ψL
• Zµ+
e
2
√
s
(1− δL) ψL• γµ τ± ψL•Wµ±
+
e
c s
δRψR
• γµ τ
3
2
ψR
• Zµ+
e
2
√
s
δRψR
• γµ τ± ψR• Wµ
± . (6.143)
Posant δL= δR= 0 dans cette  quation, on peut v rifier que les couplages des fermions composites
 l’ordre O(p2 0 ζ0) se r duisent  ceux des fermions  l  mentaires (5.129). Comme d j  mentionn 
auparavant, on v rifie  galement que les constantes δL, δR permettent des couplages non-standard
de ces fermions composites aux bosons vecteurs massifs, ainsi que des couplages des fermions
composites droits aux bosons W±. Gr ce  ce travail pr  liminaire, on trouve que les  l ments de
matrice (6.142) ont une structure vectorielle, soit
Aa = 0, (6.144)
et n’impliquent pas les couplages δL, δR. Tous calculs faits, on obtient effectivement
V3 = 1
1 + γ2
(
τ 3
2
− γ2 B −L
2
)
, (6.145)
V± = τ
∓
2
√ . (6.146)
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Ainsi, les diagrammes triangulaires de fermions composites ne g  n
 
rent pas de contributions ano-
males aux fonctions  trois points des techni-courants ou du courant  lectromagn  tique, qui est
 galement vectoriel. Rappelons qu’il n’y a pas d’autres contributions anomales possibles  ces
fonctions de Green dans la jauge unitaire, puisque le terme de Wess-Zumino SˆWZ[
 
, g1Wµ+Lµ,Rµ,
Bµ
0] apparaissant dans le membre de droite de l’  quation (6.136) s’annule suite  la condition limite
(6.87). Notons que ce r  sultat concorde avec celui de la section 6.3.1, qui  tait que les fonctions
de Green des techni-courants devaient  tre exemptes d’anomalies.
Nous examinons  pr sent les contributions anomales des diagrammes triangulaires des fermions
composites aux fonctions  trois points des bosons vecteurs. Les contributions des fermions  l -
mentaires sont ici encore nulles, suite  la condition (6.129). On exprime les couplages des fermions
composites aux bosons vecteurs dans la jauge unitaire extraits de (6.139) en termes des bilin  aires
suivants
jµ
0 =
1
2
ψ• γµψ• , (6.147)
jµ
a = ψ• γµ
τa
2
ψ• , (6.148)
jµ
5,a = ψ• γµγ5
τa
2
ψ• . (6.149)
On peut donner l’expression de la contribution des diagrammes triangulaires  la fonction  trois
points des bosons vecteurs en termes d’une seule fonction Tµνρ qui contient toute l’information
concernant les graphes triangulaires (voir [CG82])
(2   )4 δ(4)(k1 + k2 + k3)Tµνρ(k1, k2, k3)
= −
∫
dx dy dz e−i(k1·x+k2·y+k3·z)
〈
0
∣∣∣T jµ0(x) jν3(y) jρ5,3(z)∣∣∣0〉 . (6.150)
D finissant
e
iW
[
Wµ
±,Zµ,Aµ
]
=
∫
d[ψ•] e
i
∫
dxL•
[
ψ•,Wµ
±,Zµ,Aµ
]
, (6.151)
on obtient les termes trilin  aires suivants, dans l’espace des impulsions
W
[
Wµ
±, Zµ, Aµ
]
=
∫
dk2
(2   )4
dk3
(2   )4
g1
3Tµνρ(− k2− k3, k2, k3)
× {DAWWAµ(− k2− k3) (W+ν(k2)W−ρ(k3) +W−ν(k2)W+ρ(k3))
+ DZWWZµ(− k2− k3)
(
W+ν(k2)W
−ρ(k3) +W−ν(k2)W+ρ(k3)
)
+ DZZZZµ(− k2− k3)Zν(k2)Zρ(k3)
+ DAZZAµ(− k2− k3)Zν(k2)Zρ(k3)
+ DZAZZµ(− k2− k3)Aν(k2)Zρ(k3)
+ DAAZAµ(− k2− k3)Aν(k2)Zρ(k3)
+ termes bilin  aires et puissances plus  lev es} . (6.152)
Les constantes D dans l’  quation (6.152) s’expriment  leur tour en termes des deux constantes
suivantes
DAWW =
γ
1 + γ2
√ B −L
4
(
δR
2 − (1− δL)2
)
, (6.153)
DAAZ =
γ2
1 + γ2
√ B −L
2
(δR+ δL− 1) , (6.154)
selon
DZWW = − γDAWW , (6.155)
DZAZ = − γDAAZ , (6.156)
DAZZ =
(
1 + γ2
)
DAWW − γDAAZ , (6.157)
DZZZ = − γ ((1 + γ2)DAWW − γDAAZ) . (6.158)
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Nous trouvons en particulier que les boucles de fermions composites g  n
 
rent des contributions aux
couplages des bosons vecteurs neutres. Les implications des param
 
tres δL, δR sur ces interactions
pourront  tre  tudi es suivant [Ren82, BBCD85, GLR00b, GLR00a]. Nous pr cisons ici unique-
ment que la contribution d’un doublet composite serait nulle si l’on avait
δL+ δR = 1. (6.159)
Ceci n’est pas en contradiction avec le fait que les fermions  l mentaires aient δL=δR=0. En effet,
les contributions anomales des fermions  l  mentaires sont nulles pour une raison diff  rente: du fait
de la condition sur la trace de B −L.
Remarquons  galement que la renormalisabilit  au sens de Weinberg n’est pas perdue: nous
avons au contraire vu que les fonctions  trois points des techni-courants v rifient des identit  s de
Ward non-anomales. Le principe de construction de la LEET  tait pr cis ment l’invariance locale
sous les transformations SU(2)L×SU(2)R×U(1)B−L, qui est donc exacte. D’autre part, le secteur
 l  mentaire est  galement exempt d’anomalies, puisque l’on doit avoir une trace de B−L nulle sur
les fermions  l mentaires pour que les GBs disparaissent de l’action. A nouveau, cela signifie que
la construction du lagrangien suit bien le principe d’invariance locale. Les seules anomalies sont
les contributions du secteur composite aux fonctions de Green des champs vecteurs dynamiques, ce
qui n’est possible que via le couplage introduit par les spurions, et visible apr
 
s avoir effectu  un
choix de jauge. Il n’y a donc pas l  de contradiction avec le principe d’invariance utilis  lors de la
construction. Pr cisons que ces contributions peuvent  tre non-nulles alors que la techni-th  ories
est non-anomale, uniquement pour la raison suivante: les anomalies de la techni-th  orie sont nulles
lorsque l’on ajoute les contributions des GBs et des fermions composites. Dans la jauge unitaire
cependant, il n’y a plus de GBs, et seuls les fermions composites peuvent donner des contributions
anomales aux fonctions de Green.
6.5 R
 
sum
 
Afin de reproduire les identit  s de Ward non-anomales de la th  orie fondamentale, le lagrangien
effectif doit  tre invariant sous des transformations locales des sources. En revanche, le lagrangien
effectif devra contenir des termes non-invariants pour reproduire les identit  s de Ward des sym  tries
anomales. La variation de la fonctionnelle g  n  ratrice peut  tre extraite de la techni-th  orie: c’est
une variation de Bardeen, d’ordre O(p4 0 ζ0).
La condition que la techni-th  orie doit satisfaire afin que les trois GBs disparaissent du spectre
suite au m canisme de Higgs est la suivante: les sym  tries SU(2)L×SU(2)R×U(1)B−L de la techni-
th orie doivent  tre exemptes d’anomalies, soit kTT = 0. Les th  ories telles que la QCD, ou plut   t
dans le cas de l’EWSB qui nous int  resse ici, sa copie avec deux saveurs, directement transpos  e
 une  chelle d’  nergie plus haute, ne satisfont pas  cette condition si les charges B − L des
techniquarks sont non-nulles (elles sont n  cessairement identiques pour les deux composants du
doublet). Un tel mod
 
le de technicouleur ne permet donc pas de d  crire la brisure  lectrofaible.
Les mod
 
les de technicouleur sans anomalies poss  deront en revanche un groupe de sym  trie
plus grand, qui devrait se refl  ter dans le spectre des r  sonances, invalidant a priori l’estimation
du param
 
tre S  partir de la valeur de L10 obtenue en QCD. Pr cisons que le r  sultat kTT = 0
vaut ind  pendamment de la possible pr  sence de fermions composites. En effet, le r  sultat du
raccordement des anomalies permet de poser la question directement en termes de la techni-th  orie.
Pour ce qui est du raccordement des anomalies lui-m  me, nous avons  tendu la construction
du lagrangien effectif de Wess-Zumino au cas o

le secteur de basse  nergie contient des fermions
composites en plus des GBs. Ceci est toujours possible, quelles que soient les valeurs des couplages
non-standards δL, δR des fermions composites, permis  l’ordre O
(
p2 0 ζ0
)
par la r  alisation non-
lin  aire de la sym  trie, et quelles que soient les valeur de leurs charges U(1)B−L. La conclusion
est donc qu’il n’y a pas de restriction sur ces couplages. La possibilit  d’une quatri
 
me g n  ration
(partielle) constitu  e de fermions composites est donc th  oriquement ouverte.
6.5 R

sum

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Le formalisme des spurions permet pr  cis ment de distinguer entre fermions composites et
 l  mentaires: puisque les deux secteurs sont coupl  s via les spurions, le m  lange entre les deux types
de fermions appara  t uniquement aux ordres sup  rieurs en puissance des spurions. Qualitativement,
les propri t s sp  cifiques d’ ventuels fermions composites seraient: i) les couplages non-standards
δL, δR d  crivant la violation de l’universalit  des couplages des fermions gauches aux bosons
vecteurs massifs, ainsi que des couplages des fermions composites droits aux W±, ii) une masse
commune du doublet relativement grande, et une diff  rence de masse relativement faible entre les
deux composantes du doublet, iii) pas de restriction sur la valeur de B−L, c’est-  -dire la possibilit 
d’avoir une quatri
 
me g n  ration incompl
 
te. Ces propri  t  s excluent en pratique l’interpr  tation
des fermions d  j  connus en tant que composites. Nous avons  galement pr  sent une manifestation
indirecte des fermions composites dans les vertex  trois bosons vecteurs induits par les graphes
triangulaires.
Les fermions  l  mentaires, quant  eux, n’ont pas de couplages non-standard du type δL, δR 
l’ordre dominant du d  veloppement. Ils ne participent pas au raccordement des anomalies,  tant
ext  rieurs au secteur composite. Nous trouvons n  anmoins la condition usuelle que la trace de
B − L sur ces fermions doit  tre nulle. Dans le LEET, ceci provient de l’hypoth   se que les GBs
disparaissent du spectre,  la diff  rence des th  ories renormalisables o

l’on cherche  pr  server la
renormalisabilit  . La th  orie effective peut alors  tre trait  e de mani
 
re coh  rente dans la jauge
unitaire.
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Conclusion
Le Mod
 
le Standard d crit avec succ
 
s les exp  riences effectu  es aupr
 
s des acc  l  rateurs actuels.
Sa construction ob  it au principe de renormalisabilit  : le m  canisme de Higgs  l  mentaire, utilisant
un doublet complexe de champs scalaires, permet de donner des masses aux champs de jauge ainsi
qu’aux fermions chiraux. Cette description laisse suffisamment de libert  pour d  crire les masses
des fermions et leurs m  langes. Les op  rateurs effectifs g  n r s par la nouvelle physique au-del 
du SM doivent  tre pris en compte si l’on consid
 
re le SM comme une th  orie effective. Ils sont
supprim  s par une  chelle de masse, et sont donc irrelevants  basse  nergie.
Parmi les premiers op  rateurs irrelevants (de dimension cinq ou six), il en existe une classe
qui implique le doublet de Higgs  l  mentaire. Ils introduiront des d  viations par rapport aux
pr dictions du SM seul: param
 
tre S, param
 
tre T , corrections  l’universalit  des couplages des
fermions gauches aux bosons vecteurs, introduction de couplages des fermions droits aux W± et
finalement violation du nombre leptonique. Le triomphe du SM r  side dans le fait que de telles
d  viations n’ont pas  t  d  tect  es jusqu’  pr sent. Puisque le champ de Higgs a une dimension
physique, on comprend que la suppression de ces op  rateurs par une  chelle peut  tre alt  r  e si
le m  canisme de brisure de la sym  trie de jauge  lectrofaible est modifi  . Le danger est bien r el
dans le cas o

le m  canisme de Higgs a lieu sans laisser de particule scalaire l  g
 
re dans le spectre:
ces   op  rateurs ind  sirables  appara  tront alors d
 
s l’ordre dominant dans le d  veloppement
appropri  .
Dans ce dernier cas, au lieu d’introduire les quatre champs r  els dans un doublet de Higgs
 l  mentaire, le m  canisme de Higgs fonctionne uniquement avec trois modes de Goldstone g  n r s
par la dynamique d’une th  orie en interactions fortes. La propri  t de renormalisabilit  est alors
perdue, et on utilise donc d
 
s le d but le langage des th  ories effectives  basse  nergie: la th  orie
effective est en effet non-d  couplante.
Le cadre de la LEET non-d  couplante permet d’aborder une telle formulation sans avoir recours
 un mod
 
le sp  cifique. Pour d  finir la LEET correspondant aux mod
 
les de brisure  lectrofaible
sans particule de Higgs physique, on doit pr  ciser le spectre  basse  nergie de la th  orie, ainsi
que les sym  tries, qui jouent un r   le crucial dans la construction. Nous nous int  ressons au cas
du spectre minimal  basse  nergie, pour lequel les seules particules l  g
 
res (masses inf  rieures au
TeV) sont le photon, les bosons vecteurs W± et Z0, les trois g n  rations de leptons connues, ainsi
que trois g n  rations de quarks interagissant  galement avec les gluons de la QCD (on sait par
ailleurs que la QCD pr  sente la propri  t  de confinement: ceci n’est cependant pas l’objet de notre
discussion). En r alit  , notre description introduira de trois neutrinos droits quasi-st  riles l gers,
qui d  couplent en premi
 
re approximation.
Les principes de formulation, construction et renormalisation d’une telle th  orie effective ont  t 
 tablis dans le cadre de l’  tude des cons  quences  basse  nergie de la QCD. Dans ce cas, les degr  s
de libert  utilis s dans la construction du lagrangien effectif (χPT) sont les GBs correspondant 
la brisure spontan  e de la sym  trie chirale. On d  veloppe alors le lagrangien effectif en puissances
des impulsions et de constantes   naturellement petites  : les constantes telles que la sym  trie
est accrue lorsqu’elles sont pos  es  gales  z  ro. En r alit  , on utilise des spurions (champs ne
se propageant pas) pour formellement rendre le lagrangien invariant sous cette sym  trie accrue.
Le r gime dans lequel un d  veloppement est possible est le suivant: basse  nergie, param
 
tres de
brisure explicite petits et couplage aux champs de jauge externes faible. Si ceci correspond  la
situation physique, la LEET fournira un outil utile. Plus pr  cis ment, la formule de comptage
de Weinberg montre que le d  veloppement chiral correspond  un d veloppement en boucles:
l’obtention de r  sultats  un niveau de pr  cision donn  requiert l’  valuation d’un nombre fini de
diagrammes. Afin d’obtenir la m  me formule dans le cadre pr  sent, les constantes de couplage de
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jauge doivent  tre compt  es comme param
 
tres de d veloppement au m  me titre que les impulsions,
soit g=O(p1). Il en est de m  me pour les bilin  aires de fermions, qui sont  galement comptabilis  s
comme O(p1). Le lagrangien effectif contient tous les termes permis par la sym  trie, ordonn  s
selon les puissances de ces param
 
tres de d  veloppement.
Comme application directe des r
 
gles de construction  nonc  es ci-dessus, on peut consid  rer
une th  orie de Yang-Mills massive  l’ordre d’une boucle. Les trois GBs de la brisure SU(2)L ×
SU(2)R
  SU(2)L+R sont alors coupl  s  une th orie de Yang-Mills dont le groupe de transfor-
mation est simplement identifi   SU(2)R. On peut v rifier, par un calcul utilisant les m  thodes
du noyau de la chaleur, que toutes les divergences  une boucle de la fonctionnelle g  n  ratrice sont
absorb  es dans les LECs du lagrangien  l’ordre sous-dominant.
L’utilisation des m  mes m  thodes dans le cadre du secteur  lectrofaible n  cessite de coupler les
trois GBs de la brisure SU(2)L×SU(2)R   SU(2)L+R  une th orie de Yang-Mills SU(2)×U(1)
ainsi qu’  des fermions chiraux correspondant aux leptons et aux quarks. La sym  trie SU(2)L
sera  l’origine de la sym  trie custodiale. Le groupe de jauge U(1) doit  tre identifi  avec le sous-
groupe ab  lien de SU(2)L ainsi qu’avec les transformations appropri  es des fermions. On rencontre
alors des difficult  s sur deux plans. D’une part, les op  rateurs ind  sirables mentionn  s ci-dessus
apparaissent  l’ordre dominant O(p2) dans le d veloppement  basse  nergie. D’autre part, la
formule de comptage de Weinberg n’est pas reproduite, les termes de masses des fermions pouvant
appara  tre  l’ordre O(p1). D’un point de vue th  orique, le comptage de puissances pour les termes
brisant explicitement la sym  trie custodiale n’est pas donn  de mani
 
re univoque par les r
 
gles de
construction.
La pr  sence des termes ind  sirables d
 
s l’ordre dominant O(p2) constitue un grave danger pour
les LEET sens  e d  crire la brisure  lectrofaible sans particule de Higgs physique. La solution que
nous proposons pour r  soudre ces difficult  s est la suivante. On demande l’invariance du lagrangien
effectif sous le groupe Snaturel = SU(2)G0× SU(2)L× SU(2)R× SU(2)G1×U(1)B−L correspondant
 la situation o

le secteur composite (GBs) n’interagit pas avec le secteur  l  mentaires (champs
de Yang-Mills faiblement coupl  s et champs fermioniques correspondant aux quarks et leptons).
Le lagrangien effectif est d  velopp  en puissances de champs spurioniques, qui introduisent les
interactions entre les deux secteurs. La s  lection du groupe SU(2)w×U(1)Y est due aux contraintes
de constance covariante impos  es sur les spurions: ceci d  finit l’alignement du vide.
On constate que les termes ind  sirables rencontr s dans la formulation originale bas  e sur
la sym  trie SU(2) × U(1) n  cessitent des insertions de spurions pour  tre rendus invariants sous
Snaturel. Ils sont donc rel  gu s  des ordres sup  rieurs dans le d  veloppement. De plus,  l’ordre
o

les masses des fermions  l  mentaires apparaissent dans le formalisme utilisant les spurions, la
matrice de masse des quarks poss
 
de autant de param
 
tres que dans le SM, donnant ainsi une
matrice CKM avec trois angles et une phase, comme dans le SM. La formule de comptage de
Weinberg est  nouveau obtenue moyennant un lien entre le comptage de puissance en  pour
les spurions X et Y˜ , et celui des impulsions, selon =O
(
p1/2
)
. Par ailleurs, le spurion φ qui est
responsable de l’alignement des transformations U(1)B−L avec celles g n  r es par la troisi
 
me
composante de l’isospin droit, permet de construire des op  rateurs donnant des masses de Majorana
naturellement petites pour les neutrinos actifs. On peut  galement imposer une sym  trie discr
 
te
pour interdire les termes de masses de Dirac pour les neutrinos. Les neutrinos droits sont alors
quasi-st  riles (interactions avec les champs vecteurs supprim  s par un facteur 2 par rapport aux
autres fermions) et l  gers par rapport  l’  chelle Λ∼ 3 TeV. Il sont de plus stables.
A ce stade, nous avons donc montr  que la LEET de l’EWSB sans particule de Higgs physique
survivre au danger ph  nom  nologique des termes ind  sirables. Les termes qui  taient irrelevants
 basse  nergie dans le cas du m  canisme de Higgs  l  mentaire sont  nouveaux supprim  s : ils
sont rel  gu s aux ordres sup  rieurs du d  veloppement spurionique. On a donc r  solu les difficult  s
qui se posaient au niveau des arbres, et  taient souvent trait  es au cas par cas dans la litt  rature,
sans relier la suppression des divers op  rateurs  une propri  t  de sym  trie. Le cadre pr  sent 
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permet un traitement syst  matique de ces interactions dans un d  veloppement. Le fait que le m  me
formalisme de spurion r  ponde  des questions diff  rentes ne doit cependant pas faire oublier que
les m  canismes dynamiques d  crits par ces diff  rents spurions peuvent  tre tr
 
s diff  rents. Cela
est partiellement refl  t  dans le comptage de puissances pour le spurion φ, qui est distinct de celui
des spurions X et Y˜ . Ceci nous rappelle que, bien que l’utilisation des spurions corresponde 
une certaine fa  on de coupler les deux secteurs, nous n’en connaissons que la formulation  basse
 nergie: au niveau de la LEET, les spurions ne font que d  crire ce couplage d’une fa  on coh  rente,
sans expliquer le m  canisme sous-jacent. Notons de plus que la construction utilisant les spurions
repose fortement sur la structure particuli
 
re du groupe SU(2). L’application  d’autres groups ne
serait pas imm  diate.
L’  tape suivante apr
 
s le travail de formulation de la LEET d  crit ci-dessus serait la compa-
raison d  taill  e avec les tests de pr  cision. Une telle  tude n cessiterait d’  valuer les expressions 
une boucle des observables. Ces expressions d  pendent des constantes de basse  nergie apparaissant
dans le lagrangien. Le but est de fixer ces LECs  partir de certaines exp  riences et de pr dire
ensuite les r sultats d’autres mesures impliquant les m  mes constantes. En particulier, mention-
nons que le traitement complet  une boucle d’un processus tel que la diffusion W+ W− reste 
faire. Une analogie avec le traitement dispersif  deux boucles de la diffusion pipi en χPT [KMSF95]
est d’ailleurs possible: la LEET  tant un moyen de construire des approximations successives de
la matrice S approchant la condition d’unitarit  , on s’attend  des effets visibles  des  nergies
inf  rieures au TeV, pour lesquelles la LEET pourrait encore  tre utilisable.
Nous avons  galement discut  la question des anomalies au niveau de la LEET, nous affranchis-
sant du cadre des th  ories renormalisables. Les anomalies sont en effet g  n  ralement consid  r  es
sous l’angle de la renormalisabilit  , qui en requiert l’absence. Dans le cadre des LEETs, un tel
crit
 
re fait d  faut. En revanche, nous demandons que le m  canisme de Higgs ait bien lieu, c’est-
 -dire que les GBs disparaissent du spectre. L’  tude fait appel  la condition de raccordement
des anomalies (anomaly-matching) entre la description  basse  nergie du secteur composite, et
le mod
 
le sous-jacent (la   techni-th orie  ). On montre qu’il est toujours possible de construire
une g  n ralisation du lagrangien de Wess-Zumino r  alisant cette condition de raccordement des
anomalies, m  me lorsque les degr s de libert  l  gers incluent des fermions composites. La condition
de raccordement n’entra  ne donc pas de restrictions sur les couplages des fermions composites.
On peut v rifier que les red  finitions des champs vectoriels ne permettent plus d’  liminer les
GBs de l’action, except  dans le cas o

le secteur composite est exempt d’anomalies. La condition
de raccordement des anomalies permet alors de d  duire l’absence d’anomalies pour les identit  s
de Ward des courants de Noether de la techni-th  orie. Notons que le r  sultat pr c dent n’entra  ne
pas forc  ment l’absence de contributions anomales aux fonctions  trois points des boson vecteurs:
ceci se comprend dans la jauge unitaire o

les GBs sont absents, mais o

les  ventuels fermions
composites peuvent contribuer par des diagrammes triangulaires. Leur contribution anomale  ces
fonctions  trois points n’est pas compens  e par celles des GBs, alors qu’elle doit  tre compens e
lorsque l’on consid
 
re les fonctions de Green des courants de la techni-th  orie, d’apr
 
s la condition
de raccordement des anomalies.
Etudiant les red  finitions des champs en pr  sence de fermions  l  mentaires, on obtient la con-
trainte habituelle que la trace de B − L sur ces derniers doit  tre nulle, mais pour la raison
suivante: si tel n’est pas le cas, les GBs ne peuvent pas  tre  limin  s de l’action. Ceci compl
 
te
notre discussion de la formulation de la LEET pour l’EWSB sans Higgs.
Nous avons donc trouv des conditions que la LEET doit respecter pour  tre viable et ne pas
 tre en conflit direct avec les exp  riences. Ces conditions se traduisent en termes d’une sym  trie
  naturelle  et de l’introduction des interactions via les spurions. Nous ne savons pas formuler les
restrictions correspondantes sur l’ensemble des mod
 
les possibles, ni m  me s’il existe des th  ories
qui v rifieraient ces conditions. La formulation explicite d’un tel mod
 
le serait donc une avanc  e
appr  ciable puisqu’elle fournirait une preuve d’existence. Il serait particuli
 
rement int  ressant
d’avoir une id  e du spectre des premi
 
res r sonances: c’est pr  cis  ment ce spectre qui est mis en
cause dans l’exclusion de la technicouleur via le param
 
tre S. Dans le cas d’un mod
 
le non-anomal,
et donc avec un contenu en champs diff  rent de la QCD, ce spectre sera a priori diff rent.
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En conclusion, ce travail tend  montrer que les sc  narios de brisure  lectrofaible sans particule
de Higgs physique ne sont pas exclus en toute g  n  ralit  , puisque l’on peut r soudre les difficult  s
qualitatives dans l’approche g  n  rale des LEETs. Cependant, ceci ne donne pas d’indications sur le
degr  de confiance que l’on peut avoir qu’un tel sc  nario soit effectivement r  alis dans la nature.
Ceci est d’autant plus vrai que l’ensemble des mod
 
les satisfaisants (qui seront d  crits par la
LEET que nous avons consid  r e) peut  tre vide. En dernier ressort, la question est donc d’ordre
exp  rimental: la d  couverte de la particule de Higgs viendrait confirmer le m  canisme  l  mentaire.
La recherche des partenaires supersym  triques serait alors le pas suivant.
Le probl
 
me de la saveur et de la hi  rarchie entre g  n  rations n’a pas  t  consid  r dans ce
manuscrit. Ces questions sont  galement li  es  la suppression des op  rateurs  quatre fermions
par une  chelle de masse: cette suppression n’est pas remise en cause dans le cas de la LEET. De
plus, on peut voir que l’impl  mentation d’une sym  trie horizontale, comme fait dans la litt  rature
concernant le SM, peut  tre transpos  e  la LEET. Une telle sym  trie s’int  grerait naturellement
dans le formalisme des spurions.
Finalement, nous revenons sur le sujet des mooses et des WSRs, que nous avons abord  comme
premi
 
re application du formalisme des spurions. Nous avons vu dans ce cas que les mod
 
les moose,
ou plut   t la LEET obtenue par l’introduction via les spurions du couplage entre GBs et champs
de Yang-Mills, pouvait fournir une description  basse  nergie pour des th  ories o

la brisure
spontan  e de la sym  trie chirale suit un sch  ma diff rent de celui de la QCD. En particulier, lorsque
la cha  ne est longue, on obtient  l’ordre dominant non pas deux WSRs, mais autant de WSRs
g  n  ralis  es qu’il y a de r sonances vectorielles massives produites par les m  canismes de Higgs
multiples le long de la cha  ne. Deux voies d’investigation semblent pr  senter un int r t, mais n’ont
pas  t d velopp  es ici.
La premi
 
re voie concerne  nouveau le lien avec l’EWSB: on peut constater des similitudes
entre certaines relations obtenues en utilisant les mooses comme description du secteur de brisure
 lectrofaible d’une part, et les expressions obtenues dans le contexte des mod
 
les d’EWSB  cinq
dimensions avec g om  trie non-triviale et/ou conditions aux bords et/ou branes . De plus, les WSRs
semblent  tre un autre aspect de l’am  lioration du comportement  haute  nergie remarqu  par
certains auteurs, que l’on peut aussi comprendre en termes de d  construction dimensionnelle. La
compr hension du lien entre la description effective et les mod
 
les particuliers pr  sent  s dans la
litt  rature r cente n’est cependant pas encore tr
 
s avanc  e: ceci constitue un champ  explorer.
Une autre voie possible est de prendre au s  rieux ces LEET en tant qu’extension de la χPT.
Dans ce cas, on est int  ress  non pas par la limite d’une cha  ne longue, qui produirait un grand
nombre de r sonances ne reproduisant pas les propri  t s de la QCD, mais vraisemblablement,
par le cas du moose avec deux sites de jauge (K = 2). Le comptage de puissance impos  par le
d  veloppement coh  rent de la LEET ne permet pas une comparaison directe avec la QCD avec
deux ou trois saveurs l  g
 
res et trois couleurs. En revanche, cette th  orie effective pourrait fournir
un moyen d’aller au-del  de la limite Nc   ∞, incluant les r  sonances ρ et a1 comme champs
dynamiques dans la LEET.
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Annexe A
Spineurs de Weyl, Dirac et Majorana
Les notations pour les spineurs sont g  n  ralement tr
 
s bien d finies dans les articles de revue
traitant de la supersym  trie [Hab01].
Nous d  finissons ici nos notations et pr  sentons un formulaire utile en vue de clarifier les
propri  t  s de transformation des objets utilis  s tout au long du manuscrit, pour lequel nous nous
sommes conform  s  l’usage du SM, qui est d’utiliser des spineurs de Dirac et leurs projections de
chiralit  .
A.1 Remarques g
 
n
 
rales
On peut construire un spineur de Dirac  quatre composante par juxtaposition de deux spineurs
de Weyl (a priori ind  pendants) ξ et η (les notations seront expliqu  es en A.2). Les deux spineurs
de Weyl (ξα et η α˙) poss
 
dent chacun deux composantes complexes
(
α = 1, 2 et α˙ = 1˙, 2˙
)
et se
transforment respectivement selon les repr  sentions irr  ductibles (1/2, 0) et (0, 1/2) du groupe de
Lorentz SO(3, 1) ou plut   t de son  quivalent local SL(2,   ), c’est- -dire qu’ils sont respectivement
de chiralit  gauche et droite. Le spineur de Dirac obtenu par cette juxtaposition est donn  par
ψ =
(
ξα
η α˙
)
=

ξ1
ξ2
η 1˙
η 2˙
 , (A.1)
et appartient  la repr  sentation (1/2, 0)⊕ (0, 1/2). Son utilisation ne simplifie les manipulations
alg  briques que lorsque le terme de masse est restreint, suite  des lois de conservation,  prendre
la forme
Lmasse Dirac = −
(
mD ξ η+mD
∗ ξ η
)
. (A.2)
En effet, si l’on utilise des red  finitions de phase sur les spineurs de Weyl, on peut obtenir une
masse r elle est utiliser l’identit 
ψψ = ξ η+ ξ η . (A.3)
En revanche, dans le cas g  n  ral, l’utilisation des spineurs de Weyl, objets fondamentaux, est plus
ais e. Nous consid  rons tout d’abord l’  criture en terme de spineurs de Weyl puis nous donnons
le lien avec les spineurs de Dirac, afin de nous conformer  la pratique courante dans le cas du SM.
A.2 Spineurs de Weyl
Les d  finitions entrant dans l’  quation (A.1) sont les suivantes: on obtient la repr  sentation (1/2,
0)  partir de la repr sentation in  quivalente (0, 1/2) par la conjugaison complexe
ξα˙ ≡ (ξα)∗ ∈ (0, 1/2) , (A.4)
et vice-versa
ηα ≡ (η α˙)∗ ∈ (1/2, 0) . (A.5)
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Les invariants de Lorentz sont obtenus par contraction des indices en utilisant la m  trique
αβ =
(
0 1
− 1 0
)
, (A.6)
pour d finir le scalaire
ξ η ≡ ξα ηα = αβ ξβ ηα . (A.7)
Etant donn  e la propri  t  d’anti-commutation des spineurs, on peut v rifier que le conjugu  de ξ η
est bien donn  par l’expression
ξ η = ξα˙ η α˙ = α˙ β˙ ξ
β˙ η α˙ , (A.8)
o

α˙β˙ =
(
0 − 1
1 0
)
. (A.9)
Notons l’identit 
ξ η = η ξ . (A.10)
En plus du terme (A.2), on peut construire des invariants de Lorentz plus g  n  raux, de la forme
Lmasse g  n rique = Lmasse Dirac− 1
2
(
mL ξ ξ+mL
∗ ξ ξ
)− 1
2
(mR η η+mR
∗ η η ) . (A.11)
Les termes suppl  mentaires par rapport  (A.2) sont appel  s termes de masse de Majorana: si
le fermion porte une charge, la conservation de cette derni
 
re est viol  e par ces termes. On peut
 galement  crire de fa  on compacte
Lmasse g n  rique = − 1
2
(
(ξα, ηα)M
(
ξα
ηα
)
+
(
ξα˙ , ηα˙
)M†( ξ α˙
η α˙
))
, (A.12)
avec la d  finition suivante pour la matrice de masse sym  trique M
M =
(
mL mD
mD mR
)
. (A.13)
Notons que les termes cin  tiques correspondants sont donn  s pour chaque spineur de Weyl par
Lcin tique L = i ξ σ µ∂µξ = i ξ σµ∂µξ , (A.14)
Lcin  tique R = i η σ µ∂µη = i η σµ∂µη , (A.15)
qui sont bien invariants de Lorentz, moyennant les d  finitions
σα α˙
µ =
(
 
2×2, σ 
)
, (A.16)
σ µ α˙α =
(
 
2×2,−σ 
)
. (A.17)
La diagonalisation g  n rale de la matrice de masse M introduite en (A.13) donne les valeurs
propres suivantes 1
m± =
mL+mR± (mL−mR)2 + 4mD2
√
2
. (A.18)
Dans les cas d’int  r t pour les applications au secteur  lectrofaible (voir section 1.6.1), on peut
donner les valeurs propres ainsi que les vecteurs propres dans un d  veloppement simultan  en
mD/mR et en mL/mR
√
pour trouver
m+ ' mR , (A.19)
m− ' mL− mD
2
mR
, (A.20)
1. On suppose  pr  sent que les diff  rentes masses sont r  elles. Si ce n’est pas le cas, on peut toujours utiliser
des red  finitions telles que les deux valeurs propres soient r  elles.
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avec les  tats propres correspondants 2
v+ ' ξ − mD
mR
η , (A.21)
v− ' η+ mD
mR
ξ . (A.22)
A.3 Spineurs de Dirac
On peut r" crire tous ces r sultats dans les notations habituelles du SM, qui utilisent les spineurs de
Dirac. Commen  ons par les termes cin  tiques: pour cela, on doit tout d’abord d  finir les matrices
de Dirac selon
γµ =
(
0 σ
α β˙
µ
σ µ α˙ β 0
)
, (A.23)
ainsi que la matrice A, explicitement donn  e par
A =
(
0 δ β˙
α˙
δα
β 0
)
, (A.24)
 l’aide de laquelle on construit l’adjoint de Dirac du spineur  quatre composantes introduit en
(A.1)
ψ ≡ ψ†A = (ηβ , ξβ˙) . (A.25)
Dans la repr  sentation de Weyl, on a num  riquement A= γ0, mais cette  galit  ne sera pas g  n rale,
les deux matrices n’agissant pas sur les m  mes indices spinoriels.
Avec ces notations, on peut  tablir la correspondance
i ψγµ∂µψ = Lcin  tique L+Lcin  tique R . (A.26)
Pour s  par ment d  crire dans cette notation de Dirac les spineurs de Weyl correspondant aux
deux repr  sentations in  quivalentes du groupe de Lorentz contenues dans (A.1), on doit projeter
les composantes de chiralit  s d  finies. Pour cela, il est utile d’introduire la matrice γ5 selon
γ5 ≡ i γ0 γ1 γ2 γ3 . (A.27)
Dans la repr sentation de Weyl utilis  e en (A.1), on a
γ5 =
(
− δαβ 0
0 δ β˙
α˙
)
, (A.28)
soit num  riquement
γ5 =

− 1 0 0 0
0 − 1 0 0
0 0 1 0
0 0 0 1
 . (A.29)
On d  finit ainsi  partir d’un spineur de Dirac  quatre composantes complexes
ψL,R =
1∓ γ5
2
ψ. (A.30)
2. Si mL  0 dans (A.20), on doit effectuer une red  finition suppl  mentaire pour obtenir le bon signe pour la
masse.
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ce qui donne, toujours dans la repr  sentation de Weyl
ψL =
(
ξα
0
)
=

ξ1
ξ2
0
0
 , (A.31)
ψR =
(
0
η α˙
)
=

0
0
η 1˙
η 2˙
 . (A.32)
On a ainsi obtenu des spineurs  quatre composantes, de chiralit  d  finie,  partir de nos spineurs
de Weyl originaux. Bien que nous ayons utilis  explicitement la repr sentation de Weyl pour faire
ce lien, on peut maintenant utiliser les projecteurs de chiralit  dans n’importe quelle repr  sentation.
En particulier, on a
i ψγµ
1− γ5
2
∂µψ = Lcin tique L , (A.33)
i ψγµ
1 + γ5
2
∂µψ = Lcin tique R . (A.34)
Dans cette  criture, les termes de masse de (A.11) deviennent
Lmasse g  n rique = −
(
mDψRψL+mD
∗ ψLψR
)
− 1
2
(
mL (ψL)
cψL+mL
∗ ψL (ψL)
c
)
− 1
2
(
mRψR (ψR)
c+mR
∗ (ψR)
cψR
)
, (A.35)
avec la notation usuelle pour le conjugu  de charge d’un spineur de Dirac
ψc ≡ Cψ T =
(
ηα
ξ α˙
)
, (A.36)
o

la matrice de conjugaison de charge est introduite afin de satisfaire
C−1 γµC = − γµT , (A.37)
ce qui impose
C =
(
αβ 0
0 α˙ β˙
)
. (A.38)
Dans cette repr sentation, on aura C = i γ0 γ2, avec toujours la m  me remarque sur la structure
spinorielle.
Les termes de masses peuvent  tre  crits sous la forme
Lmasse g  n rique = − 1
2
((
(ψL)
c
, ψR
)
M
(
ψL
(ψR)
c
)
+
(
ψL , (ψR)
c
)
M†
(
(ψL)
c
ψR
))
, (A.39)
 tant donn  es les identit  s du type
(ψL)
c
(ψR)
c = ψRψL , (A.40)
qui sont  videntes lorsque l’on utilise les spineurs de Weyl.
A.4 Spineurs de Majorana
Mentionnons bri
 
vement une troisi
 
me notations: celle des spineurs de Majorana, que nous pr  -
sentons ici par souci de comparaison avec la litt  rature. En r  alit  , un spineur de Majorana n’est
qu’un spineur de Weyl en notation de Dirac: il s’agit de spineurs  quatre composantes (donc des
spineurs de Dirac) dont les quatre composantes ne sont pas ind  pendantes, mais v rifient la relation
(ψM i)
c
= ψM i e
iϕi , (A.41)
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o

la phase ϕ est appel  e phase de cr ation de Majorana. Ces spineurs n’ont donc que deux
composantes complexes, que l’on peut en r  alit  repr senter en termes d’un spineur de Weyl selon
ψM 1 =
(
ξα
e−iϕ1 ξ α˙
)
. (A.42)
Nous introduisons un deuxi
 
me spineur de Majorana
ψM 2 =
(
ηα
e−iϕ2 η α˙
)
. (A.43)
Avec cette notation, le lagrangien que nous avons consid  r auparavant s’  crit
Lcin  tiqueL+Lcin tiqueR+Lmasse g  n rique = 1
2
(
ψM 1 γ
µ∂µψM 1 + ψM 2 γ
µ∂µψM 2
)
− 1
2
(
ψM 1, ψM 2
)
M
(
ψM 1
ψM 2
)
, (A.44)
o

la matrice de masse M est hermitienne
M † = M . (A.45)
La correspondance entre les constantes est la suivante
mL = M11 e
iϕ1 , (A.46)
mR = M22 e
iϕ2 , (A.47)
mD = M12 e
iϕ1 +M12
∗ eiϕ2 , (A.48)
et l’on peut v rifier que le nombre de constantes ind  pendantes est identique dans chacune des
 critures.
Pr cisons encore que la d  finition (A.42) est souvent  crite sous la forme
ψM 1 = ψL+ e
−iϕ1 (ψL)
c . (A.49)
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Annexe B
Param   tres obliques et d   finitions li   es
Dans cette appendice, nous rappelons la d  finition originale des param
 
tres S, T , U de Peskin-
Takeuchi, puisque la notation de ces auteurs est la plus couramment employ e. Nous pr cisons en
quoi ces d finitions peuvent  tre ambigu   s, et faisons  galement le rapprochement avec d’autres
d  finitions plus satisfaisantes pour des quantit  s similaires.
Dans toute cette annexe, les fonctions ΠNP sont d finies comme les valeurs des fonctions  deux
points dans un mod
 
le donn  e, auxquelles on a soustrait la valeur dans le SM ΠSM, avec une masse
de Higgs mH donn  e. En d’autres termes, si l’on consid
 
re une extension du SM, ces fonctions ne
contiennent que des contributions dues  la nouvelle physique. Cette approche suppose donc que
l’on puisse s  parer les contributions du SM  une boucle de celles de la nouvelle physique.
B.1 Param
 
tre(s) ρ
Dans cette section, nous discutons tour  tour diff rentes d  finitions possibles li  es au param
 
tre ρ.
B.1.1 ρ∗(0)
Nous avons d  j  introduit le param
 
tre ρ∗(0) en (1.87), comme le rapport de l’intensit  des cou-
plages de Fermi pour les courants neutres  celle pour les courants charg  s, dans la limite o

le
moment transf  r  par les bosons vecteurs interm  diaires (W±, Z0 et autres boson vecteurs  ven-
tuels: W
′±, Z ′,   ) tendait vers z  ro. En r alit  , une d  finition plus g  n  rale permet d’accommoder
une classe plus vaste de mod
 
les: on  crit
Lquatre fermions = − GF
2
√
(
JCC µ
+ JCC
−µ+ ρ∗(0)
(
J3
µ J3µ− 2 s∗2(0) J3µJQµ+x4 JQµ JQµ
))
. (B.1)
Notons que l’on a normalis  le terme correspondant aux courants neutres  l’aide du terme qua-
dratique en J3
µ
J3
µ =
∑
f=1
6
χf γ
µ τ
3
2
χf . (B.2)
En revanche, le facteur x est laiss libre, car on peut avoir
x
 
s∗(0) . (B.3)
Dans les mod
 
les g n  riques, s∗(0) n’est pas directement li   l’angle utilis lors de la diagonali-
sation des termes quadratiques pour les bosons vecteurs, ni  leurs rapports de masses. D’autre
part, m  me dans le SM, on a
s∗(0)
 
sf , (B.4)
car sf
2 est li  aux couplages effectifs  valu  s au p   le du Z0, et non dans la limite de moment de
transfert nul. La d  finition des courants charg  s utilis  e dans l’expression (B.34) est inchang  e
JCC
µ± =
∑
f=1
6
χf γ
µ τ∓
(
1− γ5
2
)
χf . (B.5)
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La formule (B.1) d  finit  galement la constante de Fermi GF .
Finalement, le lien avec le param
 
tre T (voir l’annexe B.3), dans les approximations de [PT92],
est donn  par
ρ∗(0) = 1 +αT . (B.6)
Une contrainte que les th  ories sans particule de Higgs doivent satisfaire est que le param
 
tre ρ
soit  gal  un en arbres
ρ∗(0)|arbres = 1, (B.7)
afin de ne pas apporter de corrections trop importantes aux relations valables dans le SM. Ceci
n  cessite en g  n  ral un sym  trie custodiale, comme mentionn   la section 1.3.3. Certains mod
 
les
(en particulier les mod
 
les little Higgs) se contentent d’une version approch  e de la relation (B.7).
B.1.2 ρ
On voit souvent appara  tre la d  finition suivante du param
 
tre ρ
ρ =
MW
2
c2MZ
2 , (B.8)
o

c est le cosinus de l’angle de Weinberg. Le probl
 
me est le suivant: dans les SM, l’angle de
Weinberg n’est unique qu’au niveau des arbres, au del  , on peut en donner plusieurs expressions
(voir section B.2). Or, dans le SM en arbres, le membre de droite est par d  finition  gal  1, c.f.
(1.91). Au del  du SM, il faudrait  galement pr ciser la d  finition de l’angle de Weinberg: on peut
par exemple utiliser la d  finition (B.34) avec le sinus s0 d fini en (B.11).
B.2 Sinus effectif(s) de l’angle de Weinberg
Dans cette section, nous discutons tour  tour diff rentes d  finitions effectives du sinus de l’angle
de Weinberg, utiles hors du cadre du SM.
B.2.1 sf
Le sinus effectif sf (d not  sf dans la r f  rence [PDG]) est extrait des couplages des fermions au
Z0, mesur s au p   le du Z0. A partir des asym  tries mesur  es dans la r  action e+ e−   f f au
p   le du Z0, on extrait exp  rimentalement les couplages effectifs gV ,A
f des fermions au Z0  l’  chelle
donn  e par la masse de ce dernier. Le sinus effectif sf est obtenu en appliquant entre gV
f , gA
f et sf
la m  me relation que celles valables en arbres dans le SM entre gv
f , ga
f et s. dans le cas particulier
des leptons charg s, s`= sf=` sera donn  par
s`
2 =
1
4
(
1− gV
`
gA
`
)
. (B.9)
Cette d  finition est utilis  e  l’annexe B.4 pour simplifier les  critures. Elle a  galement un sens
physique, puisqu’elle est directement li  e aux couplages effectifs qui sont des pseudo-observables
utilis  es dans les EWPTs (voir section 1.5.3.1).
B.2.2 s∗(0)
Ce param
 
tre a d  j > t  introduit  la suite de l’  quation (B.34). Pr  cisons que c’est cet angle
qui est directement test  lors des exp  riences de diffusion de neutrinos sur des nucl  ons  basse
 nergie 1.
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B.2.3 sW
La d finition de Sirlin, aussi dite on-shell sert en g  n ral uniquement  rendre certaines  critures
plus compactes
sW
2 = 1−MW
2
MZ
2
. (B.10)
D’un point de vue pratique, cette grandeur n’est pas connue tr
 
s pr cis ment, du fait des incerti-
tudes sur la mesure de MW .
B.2.4 s0
Nous utilisons la notation originale s0: la r f  rence [PDG] utilise la notation sMZ. Cette d  finition
sert  galement  rendre les  critures plus compactes 2
s0
2
(
1− s02
)
=
  αexp(MZ)
2
√
GµMZ
2
, (B.11)
o

1
αexp(MZ)
= 128.92± 0.03 , (B.12)
donnant
s0
2 = 0.23105∓ 0.00008 . (B.13)
B.3 Approximations et d
 
finitions originales
Partant de l’  quation (1.41) donnant les couplages des bosons vecteurs aux courants fermioniques,
on utilise la notation  quivalente
Linteractions courants = e JQµAµ+ es c
(
J3
µ− s2 JQµ
)
Zµ
+
e
2
√
s
(
(J1
µ+ i J2
µ)Wµ
+ + (J1
µ− i J2µ)Wµ−
)
. (B.14)
On d  finit alors les fonctions  deux points transverses ΠXY
NP , pour (X,Y ) = (1, 1), (3, 3), (3, Q) et
(Q, Q)
i
∫
dx eiq·x 〈0|TJXµ(x) JY (0)|0〉 =
(
qµ qν − ηµν q2
) (
ΠXY
SM
(
q2
)
+ ΠXY
NP
(
q2
))
+ qµ qν ΠXY
L
(
q2
)
. (B.15)
La partie longitudinale ΠXY
L n’intervient pas dans la suite,  tant donn  que les applications con-
cernent les fermions pour lesquels mfMW . En g n ral, ΠXY contient un p   le, comme on peut
le voir avec (1.62). On effectue un d  veloppement en puissance des impulsions que l’on tronque au
deuxi
 
me ordre
ΠXY
NP
(
q2
)
=
AXY
q2
+FXY +O
(
q2
)
, (B.16)
1. Rappelons cependant que les r  sultats de l’exp  rience NuTeV [M+03] sont exprim  s, dans le cadre du SM,
en termes de sW
2 afin d’att  nuer la d  pendance en mt [DFG
+02] des expressions th  oriques.
2. Il ne s’agit pas l  du s0 d  fini dans [PT92], qui utilise la valeur de α(0) et l’  volution due au SM jusqu’  µ=MZ.
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ce qui est une bonne approximation si la nouvelle physique appara  t  une  chelle au-del  de MW .
Notons que l’on a, du fait des identit  s de Ward de la QED
A3Q = 0, (B.17)
AQQ = 0, (B.18)
ce qui implique que nous avons six constantes suppl  mentaires par rapport au SM
A11 , A33 , F11 , F33 , F3Q , FQQ . (B.19)
Cependant, on peut ais  ment voir que trois combinaisons sont absorb  es dans la d  finition des
trois param
 
tres d’entr e de l’ajustement  lectrofaible α, GF et MZ, donnant une contribution
respectivement d  not  e par δα,δGF , δMZ
2
 l’expression th  orique de chacune de ces observables, o

δα
α
= − e2FQQ , (B.20)
δGF
GF
= − e
2
s2
A11
MW
2 , (B.21)
δMZ
2
MZ
2 =
e2
c2 s2
(
A33
MZ
2 +F33− 2 s2F3Q+ s4FQQ
)
. (B.22)
Il reste donc trois combinaisons physiques qui vont s’introduire dans les pr  dictions des autres
observables, s’ajoutant aux contributions du SM. On d  finit dans les approximations consid  r  es
T ≡ 4  
s2 c2
A11−A33
MZ
2 =
ˆ1
α
, (B.23)
S ≡ 16   (F33−F3Q) = 4 s
2
α
ˆ3 , (B.24)
U ≡ 16   (F11−F33) = − 4 s
2
α
ˆ2 , (B.25)
o

nous avons  galement donn  la correspondance avec les notations 1, 2, 3 de [AB91] modifi  es
en ˆ1, ˆ2, ˆ3 comme pr sent  dans la r  f rence [PDG] afin de n’inclure que les d  viations du SM 3.
En r  alit , la r f  rence [PDG] d  finit des quantit  s similaires sans approximation,  partir de
la contribution de la physique nouvelle aux  nergies propres des bosons vecteurs
αT =
ΠWW
NP (0)
MW
2 −
ΠZZ
NP(0)
MZ
2 , (B.26)
α
4 s2 c2
S =
ΠZZ
NP
(
MZ
2
)−ΠZZNP(0)
MZ
2 , (B.27)
α
4 s2
(S+U) =
ΠWW
NP
(
MW
2
)−ΠWWNP (0)
MW
2
. (B.28)
On peut voir que, dans le cadre de l’approximation (B.16), ces d  finitions sont  quivalentes.
La suite de la proc  dure consiste  effectuer l’ajustement de param
 
tre du SM. On ne peut
cependant pas ind  pendamment ajuster les param
 
tres S, T , U et mH: les param
 
tres obliques
d  crivent les d  viations par rapport au SM, et on doit donc n  cessairement pr  ciser la valeur de mH
dans le SM, qui est donc fixe. Les limites actuelles sur les param
 
tres obliques sont les suivantes,
pour le cas mH = 115.6 GeV [Lan04]
S = − 0.14± 0.10 , (B.29)
T = − 0.15± 0.12 , (B.30)
U = + 0.32± 0.12 . (B.31)
3. Notons que les d  finitions originales des param  tres i de [AB91] ne faisaient pas appel au SM: elles  taient
d  finies comme corrections  l’approximation de Born.
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B.4 D
 
finition en termes d’observables
L’introduction des param
 
tres obliques conduit finalement  modifier une  galit  entre des com-
binaisons d’observables, valable dans le SM, mais qui ne le sera plus en pr  sence de nouvelle
physique. On peut donc choisir, suivant [SCW98], de d  finir les param
 
tres obliques comme cor-
rections  ces relations. D’une part, ceci n’implique pas d’approximation, hormis que l’on choisit
d’introduire uniquement trois tels param
 
tres, le but  tant que les d  finitions soient compatibles
avec celles de l’annexe B.3 dans le cas particulier ou ces derni
 
res s’appliquent. D’autre part, une
telle d  finition en termes d’observables permet d’  viter les ambigu   t  s. Dans le cas o

l’on utilise
un lagrangien effectif par exemple, la param  trisation n’est pas unique [NS00], puisque l’on peut
utiliser les  quations de mouvement pour r   crire le lagrangien effectif en termes d’une autre base
d’op  rateurs. Dans le cadre des th  ories effectives sans Higgs, on devra utiliser une telle d  finition
en termes d’observables.
A partir du sinus effectif s` d  fini par les couplages des leptons au p   le du Z0 (voir section
B.2.1), on introduit le param
 
tre Tobs selon
Γ
(
Z0   `+ `−
)
=
GµMZ
3
24 2
√
 
(
1− 4 s`2 + 8 s`4
)
(1 +αexp (MZ)Tobs) . (B.32)
Les diff  rentes quantit  s apparaissant dans cette d  finition doivent  tre extraites de l’exp  rience:
en particulier, on utilise la valeur exp  rimentale de α mesur e  la masse du Z0. Celle-ci est moins
pr cis ment connue que la valeur de α  la masse du Z0  valu  e dans le sch  ma MS et dans le
cadre du SM  partir de α(0) extrait du moment magn  tique anormal de l’  lectron. L’avantage
est en revanche que l’on se d  barrasse de toute r  f rence  un mod
 
le particulier, except  pour ce
qui est de l’extraction des pseudo-observables  partir de l’exp  rience, voir section 1.5.2. Pour ce
qui est des autres pseudo-observables, on n’a pas utilis  s mais sf d  fini en termes des couplages
effectifs gV ,A tels qu’ils sont extraits des mesures de l’asym  trie avant-arri
 
re leptonique au p   le
du Z0. De m  me, Gµ est extrait de la dur e de vie du muon.
Pour ce qui est de la d  finition d’un param
 
tre correspondant  S, on consid
 
re
sf
2 = s0
2− s0
2
(
1− s02
)
1− 2 s02
αexp(MZ) Tobs +
1
4
(
1− 2 s02
) αexp(MZ)Sobs , (B.33)
o

s0 est donn  par la d  finition de l’annexe B.2.4. Finalement, il nous faut  galement introduire
le param
 
tre Uobs selon
1
1− s02
MW
2
MZ
2 = 1 +
1− s02
1− 2 s02
αexp(MZ)Tobs− 1
2
(
1− 2 s02
) αSobs + 1
4 s0
2 α
exp (MZ)Uobs . (B.34)
On peut montrer que, si l’on injecte les d  finitions de [PT92], les param
 
tres S, T , U v rifient les
 quations d finissantes (B.32), (B.33) et (B.34) pour Sobs, Tobs, Uobs.
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Annexe C
Remarques sur la technicouleur
Le premier mod
 
le qui a  t invent pour d  crire l’EWSB sans Higgs est la technicouleur. Ce
mod
 
le est directement bas  e sur la QCD, avec cependant des  chelles diff rentes. On peut donc
utiliser la connaissance ph  nom  nologique de la χPT pour d  duire des limites sur les constantes
entrant dans la th  orie effective d  crivant la technicouleur. Le principe est le suivant [HT90,
DEH91, Geo91, EH92, PT92]: aux termes cin  tiques de la th  orie de Yang-Mills SU(2)w×U(1)Y ,
on ajoute le lagrangien effectif pour le secteur de brisure de cette sym  trie  lectrofaible, d  crivant
un triplet de GBs issu de la brisure SU(2)×SU(2)   SU(2). Jusque l  , l’hypoth   se essentielle est
que le secteur de brisure poss
 
de la sym  trie custodiale, mais le lagrangien effectif est encore tout-
 -fait g  n  ral, puisqu’il d  crit toute th  orie poss dant la m  me sym  trie et les trois m  mes GBs.
Le fait que la technicouleur ne serait qu’une version  plus haute  chelle est traduit comme
suit. On utilise les valeurs ph  nom  nologiques des constantes de basse  nergie de la χPT (Li de
(2.77)), telles qu’elles ont  t  extraites des exp  riences de physique hadronique  basse  nergie.
Essentiellement, on doit adapter
f0 → f = 246 GeV , (C.1)
les constantes adimensionn  es de basse  nergie Li  tant en revanche directement utilis  es avec les
m  mes valeurs qu’en χPT 1. Le couplage entre le secteur de brisure et le secteur de jauge est alors
introduit avec, en plus de l’identification (2.111) pour les champs de jauge SU(2), l’identification
du champ de jauge de l’hypercharge selon
Lµ = g
′ bµ0
τ 3
2
. (C.2)
Cette identification  tant faite, on constate que l’op  rateur multipli  par la constante L10 dans le
lagrangien L4 donn  en (2.77) s’  crit ici
g g ′L10 bµν0
〈
Σ† τ 3 ΣGµν
〉
. (C.3)
Cet op  rateur va donc donner une contribution en arbres au param
 
tre S (comme l’op  rateur
correspondant dans le cas du SM (1.121)).
∆S = − 16   L10 . (C.4)
On doit cependant prendre en compte les contributions du lagrangien O(p2) en boucles. La cons-
tante L10 est cependant d  pendante d’  chelle (voir  quations (2.87) et (2.93)): cette d  pendance
d’  chelle est compens  e par le fait que l’on soustrait la valeur de la m  me fonction  deux points
dans le cas du SM, elle-m  me d  pendante d’ chelle, pour obtenir [PT92]
S = − 16  
(
L10
r (µ) +
1
192   2
(
ln
mH
2
µ2
− 1
6
))
. (C.5)
On peut alors donner une estimation du param
 
tre S en technicouleur avec trois techni-couleurs,
utilisant la valeur ph  nom nologique de L10 suivante [BEG94]
L10(Mρ) ' − (5.5± 0.7)× 10−3 , (C.6)
qui devrait nous donner la valeur de L10 en technicouleur  la masse du techni-rho. Utilisant la
valeur de r  f  rence mH = 115 GeV, on trouve une contribution au param
 
tre S positive et d’ordre
0.2∼ 0.3. Par comparaison avec la figure 1.3, on voit que ces valeurs ne sont pas favoris  es.
1. Modulo d’  ventuels modifications du nombre de couleurs Nc  NTC (et de saveurs) dont les cons  quences
sur les Li’s peuvent  tre estim  es (en utilisant la limite de grand nombre de couleurs [tH74, RV77, Wit79, GL85]).
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Notons que ce raisonnement ne fait pas intervenir le secteur fermionique: nous n’avons pas eu
 discuter la technicouleur  tendue, qui pose elle aussi des probl
 
mes, que les mod
 
les de walking
technicolor et technicouleur assist  e par topcolor cherchent  r soudre. La multitude de mod
 
les
possibles est pr  cis ment une motivation pour la construction d’une th  orie effective cherchant 
d  gager des remarques g  n  rales: un mod
 
le particulier correspondra  un jeu de valeurs donn  es
pour les constantes de basse  nergie dans le lagrangien effectif. On voit en particulier que f est fix  e,
mais les constantes O(p4) d  pendront du mod   le sous-jacent. Par exemple, les constantes de basse
 nergie dans le cas de la technicouleur sont diff  rentes de celles obtenues dans la limite mH
  ∞
[Nyf99]. Nous verrons au chapitre 5 que les mod
 
les viables devront expliquer la suppression de
tout un ensemble de constantes, en liaison avec une sym  trie.
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Annexe D
Remarques sur la limite g→ 0
Nous rassemblons ici quelques discussions concernant la coh  rence des  critures, li  es  la limite
g   0. Ces points ont  t  mentionn  s rapidement dans le corps du texte, afin d’  viter les digres-
sions. Nous pr  sentons ici les r  ponses  des question qui peuvent se poser  la lecture du chapitre
3, c’est-  -dire pour le cas d’une th  orie de Yang-Mills SU(2) massive.
D.1 Normalisation des termes de sources
A la section (3.1), nous avons introduit les sources Lµ et Rµ, puis le champ Gµ. Nous avons
 galement vu que Gµν=Rµν/g  tait bien d  fini dans la limite g
  0. En revanche, on peut v rifier
explicitement que la division de Lµν par g ne serait pas coh  rente: ceci reviendrait  permettre les
termes suivants dans l’expression (3.8) de L2
− ζ
g2
〈
Lµν ΣG
µν Σ†
〉− κ
2 g2
〈LµνLµν〉 = O
(
p2
)
. (D.1)
La pr  sence de ces termes conduirait  des contributions singuli
 
res dans la limite g   0  la
fonction  deux points des courants JL
aµ, puisque l’on trouverait
i
∫
dx eip·x
〈
0|TJLaµ(x) JLbν(0)|0
〉
=
(
ηµν k2− kµ kν)
×
{
(1 + ζ)
2 M2
g2
1
k2−M2 −
1
g2
(
κ− ζ2)}+O(p1) . (D.2)
La transversit  de ce r sultat est garantie par les identit  s de Ward. De plus, l’identit  champ-
courant (3.48) serait modifi  e en
δL2
δLν
a
∣∣∣∣
Lσ
b=0
= −M
2
g
W aν +
ζ
g
∂µ
(
∂µW aν − ∂νW aµ+ g εabcW bµW cν)+O(p2) . (D.3)
L’expression du courant conserv deviendrait donc  galement singuli
 
re dans la limite g   0.
Notons en revanche que l’expression de la charge conserv e serait inchang  e, puisque le terme
suppl  mentaire dans (D.3) est une d  riv e totale, donnant pour la charge un terme de surface
n’impliquant que des particules massives.
On exclut donc l’apparition de tels termes dans L2. On pourrait continuer cette analyse terme
par terme, mais elle deviendrait rapidement malais  e: la conclusion est que la source non-dyna-
mique Lµ ne peut  tre divis  e par une constante de couplage, si l’on veut que les courants de
sym  trie JL
aµ de la th orie sous-jacente et leurs fonctions de corr  lations hors de la couche de masse
restent bien d  finis dans la limite g   0.
Le formalisme du chapitre 5 permettra d’introduire de fa  on claire la distinction entre champs
et sources d
 
s le d  but. Le couplage sera alors introduit via des spurions.
D.2 Ecriture directe du lagrangien effectif en jauge unitaire
Si l’on souhaite travailler directement en termes des champs Wµ, on voit que la r
 
gle d’ criture du
lagrangien effectif est la suivante: en termes des objets
gWµ  L (gWµ)L
† , (D.4)
Lµ  LLµL
†+ iL∂µL† , (D.5)
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on doit inclure tous les op  rateurs invariants et bien d  finis dans la limite g   0. Le point est que
la d termination des objets bien d  finis dans cette derni
 
re limite fait r  f  rence  l’ criture initiale,
et  la d  finition de Wµ selon (3.37)
gWµ = i Σ ∂µΣ†+ gΣGµΣ†−Lµ , (D.6)
qui montre que Wµ seul sans puissance de g ne sera pas bien d  fini. Ceci explique que le terme de
masse que l’on peut  crire contienne toujours un facteur g2, ce qui est crucial pour la coh  rence du
d  veloppement. En revanche, en formant une combinaison appropri  e de d  riv es de Wµ, on peut
d  finir un objet ne n  cessitant pas de multiplication par g
∂µWν − ∂νWµ− i g [Wµ,Wν] + 1
g
(∂µLν− ∂νLµ) . (D.7)
En ajoutant les termes appropri  s, on rend cette combinaison covariante, et on obtient une de nos
briques  l  mentaires, qui n’est autre que
Wµν +
1
g
Lµν = ΣGµν Σ
† . (D.8)
Bien sur, les matrices suivantes sont  galement bien d  finies s  par ment dans la limite g   0, et
covariantes
gWµν = O
(
p2
)
, (D.9)
Lµν = O
(
p2
)
. (D.10)
On retrouve donc en particulier le r  sultat que le lagrangien O(p2) le plus g n  ral se mettra sous
la forme
L2 = − 1
2
〈(
Wµν +
1
g
Lµν
)(
W µν +
1
g
Lµν
)〉
+κ 〈(gWµ) (gW µ)〉 , (D.11)
apr
 
s avoir impos  la normalisation du terme cin  tique. L’identification avec l’expression (3.40)
est  tablie en posant κ = f2/4. Notons que ceci redonne bien le lagrangien L2 sans les termes
suppl  mentaires (D.1), comme il se doit.
D.3 Divergences quartiques
Dans le calcul de la fonction  deux points effectu   la section 3.3.2, on peut v rifier explicitement
l’annulation bien connue des divergences quartiques, si l’on conserve jusqu’au bout les expressions
contenant
∫
dk = δ(4)(0), malgr le fait que l’on utilise la r  gularisation dimensionnelle. Cette
annulation est due  une compensation entre les deux diagrammes de la figure D.1, qui est due  la
structure de Yang-Mills de la th  orie, ind  pendamment du fait que les bosons vecteurs aient acquis
une masse: en particulier, l’annulation ne n  cessite pas la pr sence d’un boson de Higgs physique
[AQ72, KL73, CLT73, Jog74, CLT74, Ho  94].
+
Figure D.1. Diagrammes   une boucle pour la fonction   deux points.
Si l’on utilise une r gularisation autre que la r  gularisation dimensionnelle, les contributions  la
masse des bosons vecteurs prendraient la forme suivante dans le cas o  des divergences quadratiques
et quartiques seraient pr  sentes
δM2 = g2
(
xM2 ln
(
M2
Λcut−off2
)
+ yΛcut−off2 + z
Λcut−off4
M2
)
, (D.12)
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o

Λcut−off est la coupure ultraviolette des int  grales (cut-off ), et x, y, z sont des constantes
num  riques 1.
En r alit  , le point important concerne les puissances de M , qui portent un comptage chiral, et
non les puissances du cut-off : on d  duit ici les premi
 
res en fonction des secondes. On voit que les
deux premiers termes contiennent des puissances de g,  tant donn  que M2 = g2 f2/4. En revanche,
ce n’est pas le cas du dernier terme, puisque l’analyse dimensionnelle montre que la divergence
quartique doit  tre divis  e par une puissance de M2, et que g2/M2 = 4/f2 =O(p0). Ceci illustre
la n cessit  que les champs vecteurs consid  r  s comme degr  s de libert  basse  nergie dans la
LEET soient introduits en tant que champs de Yang-Mills, pour  viter les divergences quartiques.
Si cela n’ tait pas le cas, la renormalisation de la masse rendrait caduque le comptage de puissance
n  cessaire pour le d  veloppement  basse  nergie: M2 = O(p2). En revanche, la masse acquise
par les champs de jauge lors du m  canisme de Higgs (m  me sans boson de Higgs physique) est
donc prot  g e, de m  me que pour les fermions chiraux et les GBs, entra  nant une renormalisation
multiplicative. Ceci justifie la discussion de la section 2.4.2.1 concernant les champs utilis  s pour
d  crire les degr  s de libert  de la LEET.
1. Le facteur global g2 provient des vertex.
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Annexe E
Compl   ments sur le noyau de la chaleur
Dans cette annexe, nous pr sentons des d  tails sur la m  thode du noyau de la chaleur pour l’extrac-
tion des divergences  une boucle. Tout d’abord,  l’annexe E.1, nous donnons les expressions pour
les puissances inverses et le logarithme d’un op  rateur, comme int  grale sur un param
 
tre (le temps
propre s). L’annexe E.2 rassemble les valeurs des coefficients du d  veloppement en puissance de
s de la fonction Ω ν
µ (s, z) apparaissant en (3.91). L’annexe E.3 pr  sente les r  sultats n  cessaires 
l’  valuation des divergences des int  grales sur s en r gularisation dimensionnelle. Ces deux sections
sont n  cessaires pour obtenir les r  sultats de la section 3.3.1, d  taill  s  l’annexe E.4. Les r  sultats
interviennent  galement dans l’annexe E.5, dans laquelle nous pr  sentons les grandes lignes de la
d  rivation alternative des divergences, mentionn  e  la section 3.3.1.
E.1 Puissances d’un op
 
rateur
Nous pr  sentons ici, d’apr
 
s [BV85], des relations utiles pour les sections 3.3.1, E.4 et E.5.
Consid  rant un op  rateur tel que F donn  en (3.61), on peut traiter le param   tre M2 comme
une variable, que nous d  notons par m2
F → F(m2) . (E.1)
On d  finit alors l’inverse de l’op  rateur en introduisant l’int  grale sur le temps propre sselon
F(m2)−1 = i ∫
0
+∞
ds e−isF
(
m2
)
, (E.2)
toujours avec la prescription pour d  finir l’int  grale
m2 → m2− i . (E.3)
On obtient le logarithme de F ,  une constante infinie pr  s, en int  grant sur m2
lnF(M2) = − ∫
M2
+∞
dm2F(m2)−1 . (E.4)
Injectant (E.2) dans (E.4), puis intervertissant les int  grales sur s et sur m2, on obtient  l’aide
de (3.61)
lnF(M2) = − ∫
0
+∞
ds
s
e−isF
(
M2
)
. (E.5)
Pour ce qui est des puissances inverses, on va au contraire utiliser la d  riv e par rapport  m2
F(M2)−n = − 1
(n− 1)!
(
d
dm2
)n−1
F(m2)−1∣∣∣∣∣
m2=M2
. (E.6)
Ceci donne les expressions suivantes, une fois utilis  e la relation (E.2)
F(M2)−n = in
(k− 1)!
∫
0
+∞
ds sn−1 e−isF
(
M2
)
. (E.7)
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E.2 Coefficients de Schwinger-DeWitt pour l’op
 
rateur D
On consid
 
re l’op  rateur
D νµ = η νµ
(
dρdρ+M
2
)
+ 2 Γ ν
µ , (E.8)
avec
dµ
ab = δab ∂µ+ Γµ
ab . (E.9)
On s’int  resse aux coefficients anν
µ (z) intervenant dans le d  veloppement de la fonction Ω ν
µ (s, z)
en puissances de s
Ω ν
µ (s, z) =
∑
n=0
∞
(− i s)n anνµ (z) , (E.10)
o

cette fonction est d  finie selon(
e−isD
(
M2
))
ν
µ
δ(d)(z) =
i(1−d/2)
(4   s)
d
2
e
−iz2
4s Ω ν
µ (s, z) . (E.11)
Par application r p  t  e des relations de r  currence obtenues en consid  rant la d  riv e par rapport
 s de cette d  finition 1, puis en posant z=0, on obtient tous calculs faits les expressions suivantes.
a0
µν(0) = ηµν , (E.12)
dρa0
µν(0) = 0, (E.13)
dρdσa0
µν(0) =
1
2
Γρσ η
µν , (E.14)
dτdρdσa0
µν(0) =
1
2
([dτ ,Γρσ] + [dρ,Γτσ]) η
µν , (E.15)
dρdρd
σdσa0
µν(0) =
1
2
Γρσ Γρσ η
µν , (E.16)
a1
µν(0) = 2 Γµν +M2 ηµν , (E.17)
dρa1
µν(0) = [dρ,Γ
µν]− 1
6
[dσ,Γσρ] η
µν , (E.18)
dρdσa1
µν(0) =
1
12
ηµν (Γρτ Γσ
τ + Γστ Γρ
τ − [dρ, [dτ ,Γτσ]]− [dσ, [dτ ,Γτρ]])
+
1
3
[Γµν ,Γρσ] + Γρσ Γ
µν +
2
3
[dρ, [dσ,Γ
µν]] +
1
2
M2 Γρσ η
µν , (E.19)
a2
µν(0) =
1
12
Γρσ Γρσ η
µν +
1
3
[dρ, [dρ,Γ
µν]] + 2 ΓµρΓρν
+
1
2
M4 ηµν + 2M2 Γµν . (E.20)
Ces expressions sont n  cessaires pour les calculs des sections 3.3.1, E.4 et E.5.
E.3 R
 
gularisation dimensionnelle pour les int
 
grales sur le
temps propre
Dans cette section, nous pr  sentons la m  thode utilis  e pour r gulariser les int  grales sur le temps
propre s, du type de celles intervenant en (3.78): il s’agit d’une forme de r  gularisation dimension-
nelle. Les r  sultats concernant ces int  grales sont  galement n  cessaires aux calculs des sections
3.3.1, E.4 et E.5.
1. La relation de r  currence a d  j   t  donn e en (3.92-3.93).
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Consid  rons l’int  grale suivante impliquant une fonction f(s) analytique en s= 0∫
0
+∞
ds
sd/2+k
f(s) , pour k = − 1, 0, 1. (E.21)
On suppose que ces int  grales convergent en s= +∞. En revanche, elles sont divergente en s= 0
pour d= 4. Dans le cas k =− 1, l’int  grale converge pour Re(d)< 4: on int   gre donc par parties
dans ce domaine. Dans le cas des sections 3.3.1 et E.4, on se ram
 
ne toujours  l’int  grale suivante∫
0
+∞
ds
sd/2−1
=
p   le − 2
d− 4 . (E.22)
Pour l’annexe E.5, nous aurons  galement besoin d’appliquer la m  me technique  des int  grales
o

la fonction f de (E.21) est d  finie comme une int  grale sur m2. D finissant le prolongement
analytique en s en permettant les int  grations par parties dans le domaine de convergence et
n  gligeant les termes de bords, on a explicitement∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m2
e−ism2 =
p   le 4
(d− 4)2 +
2 γ
d− 4 +
2 lnM2
d− 4 , (E.23)
∫
0
+∞
ds
sd/2
∫
M2
+∞
dm2
m2
e−ism
2
=
p   le − i M
2
d− 4 , (E.24)
∫
0
+∞
ds
sd/2+1
∫
M2
+∞
dm2
m2
e−ism
2
=
p   le −M
4
2
1
d− 4 . (E.25)
En pratique, les int  grales pr sentant un double p   le, telle (E.26), appara  tront dans les calculs
avec un coefficient d− 4. On reconna  t d’autre part le terme familier lnM2 et celui impliquant la
constante d’Euler γ. Nous aurons besoin de certaines int  grales pour des puissances de de m au
d  nominateur allant jusqu’  m10: la proc  dure pour  valuer les p   les implique toujours l’int  gration
par parties sur s. On trouve pour 16 l6 4∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m2(l+1)
e−ism
2
=
p   le − 2
l
1
M2l
1
d− 4 . (E.26)
Nous aurons  galement besoin des expressions∫
0
+∞
ds
sd/2
∫
M2
+∞
dm2
m4
e−ism
2
=
p   le − i
(
4
(d− 4)2 +
2 γ
d− 4 +
2 lnM2
d− 4
)
, (E.27)
∫
0
+∞
ds
sd/2
∫
M2
+∞
dm2
m6
e−ism2 =
p   le
i
2
M2
1
d− 4 . (E.28)
E.4 D
 
tails sur les calculs de la section 3.3.1.2
Rappelons que seuls les quatre premiers termes dans la s  rie du membre de droite de (3.88) ou
(3.85) donneront des divergences, d’o

l’utilit du d veloppement en question: on doit tenir compte
d’un nombre fini de termes. Ceci est d   au fait que l’op  rateurM contient une seule d  riv e libre.
Pour consid  rer les divergences ultraviolettes, on peut se placer dans l’espace des impulsions: le
propagateur D−1 correspond  deux puissances inverses dans la limite des grandes impulsions.
Tenant compte de l’int  grale quadri-dimensionnelle, on voit que seuls les termes n64 donnent des
divergences. Ceci se v rifie explicitement lorsque l’on consid
 
re les int  grales sur s. Nous donnons
 pr sent quelques  tapes du calcul.
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L’utilisation de la formule (3.88), que nous reproduisons ici
ln(D+M) = lnD+
∑
n=1
∞
(− 1)n−1
n
MnD−n . (E.29)
avec
M1 = M , (E.30)
Mn+1 = MMn+ [D ,Mn] pour n> 1, (E.31)
implique l’  valuation de traces de d  riv es dµ appliqu  es aux puissances inverses de l’op  rateur D.
Sch  matiquement, une fois que l’on a fait commuter toutes les d  riv es  droite dans l’expression
des Mn, on va obtenir (en utilisant (E.7)) des expressions de la forme
dµ1  dµk
(D−n)
µ
µ
δ(d)(z) =
i(n+1−d/2)
(4   )d/2 (n− 1)!
∫
0
+∞
ds
sd/2−n+1
e
−iz2
4s∇µ1  ∇µnΩ νµ (s, z) , (E.32)
o

l’on a utilis  l’ criture (E.11) et d fini
∇µ = ei
z2
4s dµe
−iz2
4s = dµ− i zµ
2 s
. (E.33)
Terme n= 1
A l’aide de ces pr liminaires, on peut donner l’expression du terme n= 1 dans (E.29)
i
2
Tr
(M1D−1) = i
2M2
∫
dx
〈
[dρ,Γρµ]dν
(D−1)νµδ(d)(x− y)∣∣∣
y=x
〉
=
i(3−d/2)
2M2 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2
e
−i z2
4s
〈
[dρ,Γρµ]∇νΩνµ(s, x− y)|y=x
〉
=
p   le − 1
2M2 (4   )2
∫
dx
×

∫
0
+∞
ds
sd/2
〈[dρ,Γρµ] dνa0νµ(0)〉− i
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
〈[dρ,Γρµ] dνa1νµ(0)〉

=
p   le − 1
d− 4
1
16   2
5
6M2
∫
dx 〈[dρ,Γρµ] [dσ,Γσµ]〉 . (E.34)
Terme n= 2
Pour  valuer le terme n= 2, il nous faut tout d’abord l’expression de M2 (le terme M2 dans
D est diagonal, et donc peut  tre omis dans le commutateur)
M2νµ = M ρµ M νρ + [dρdρ,M νµ ] + 2
(
Γ ρ
µ M νρ −M ρµ Γ νρ
)
=
1
M2
{− [dσ,Γσµ] [dρ,Γρν] + [dρ, [dρ, [dσ,Γσµ]]] dν}
+
2
M2
{Γµρ [dσ,Γσρ] dν + [dτ , [dσ,Γσµ]] dτdν}
+
1
M4
[dσ,Γ
σµ] [dρ,Γ
ρτ] dτdν . (E.35)
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On obtient
− i
4
Tr
(M2D−2) = − i
4
∫
dx
〈
M2νµ
(D−2)µνδ(d)(x− y)∣∣∣
y=x
〉
= − i
(−d/2)
4
1
(4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
〈
M2νµ e−i
z2
4s Ωµν(s, x− y)
∣∣∣∣
y=x
〉
=
p   le 1
4
1
16   2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
×
〈
− 1
M2
[dσ,Γσν] [d
ρ,Γρµ] a0
µν(0) +
2
M2
[
dλ, [dσ,Γσν]
]
dλdµa0
µν(0)
+
1
M4
[dσ,Γσν] [dρ,Γρλ] dλdµa0
µν(0)
− 1
M2
[dµ, [d
σ,Γσν]] a1
µν − 1
2M4
[dσ,Γσν] [d
ρ,Γρµ] a1
µν
〉
=
p   le 1
d− 4
1
16   2
∫
dx
×
〈
1
4M2
〈[dρ,Γρµ] [dσ,Γσµ]〉+ 1
4M4
[dρ,Γρµ] Γ
µλ [dσ,Γσλ]
〉
.
o

l’on a utilis  les expressions (E.12-E.20).
Terme n= 3
L’  valuation du terme n = 3 requiert uniquement la connaissance de tous les termes de M3
ayant exactement deux d  riv es dµ libres 2. En effet, on voit que, dans l’expression
i
6
Tr
(M3D−3) = i
6
∫
dx
〈
M3νµ
(D−3)µνδ(d)(x− y)∣∣∣
y=x
〉
=
i1−d/2
12
1
(4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−2
〈
M3νµ e−i
z2
4s Ωµν(s, x− y)
∣∣∣∣
y=x
〉
, (E.36)
on doit encore faire appara  tre une puissance de s au d nominateur pour obtenir une divergence.
Cette puissance de s peut appara  tre lorsque deux d  riv es d de M3 agissent sur l’exponentielle
e
−iz2
4s. Seul le terme a0
µν du d  veloppement de Ωµν(s, z) donnera des divergences, les autres intro-
duisant des puissances de s au num  rateur. On trouve l’expression suivante pour M3, apr  s avoir
omis parmi ces termes ceux qui ne donneront qu’une d  riv e totale, et apr
 
s avoir fait commuter
les d  riv es  droite
M3νµ
∣∣
d2
=
2
M2
[dσ, [dρ,Γρν]] Γτσ dµdτ +
4
M2
Γνρ
[
dλ, [dσ,Γσρ]
]
dλdµ
+
1
M4
[dρ,Γρν]
[
dλ, [dλ, [dσ,Γ
στ ]]
]
dτdµ+
2
M4
[dρ,Γρν]
[
dτ ,
[
dλ, [dσ,Γ
στ]
]]
dλdµ
+
2
M4
[dρ,Γρν] Γ
τλ [dσ,Γσλ] dτdµ+
2
M4
[dρ,Γρν] [d
σ,Γσλ] Γ
τλ dµdτ
+
2
M4
Γνρ [dσ,Γ
σρ]
[
dτ ,Γ
τλ
]
dλdµ
+
1
M6
[dρ,Γρν] [d
σ,Γστ ]
[
dτ ,
[
dα,Γ
αλ
]]
dλdµ . (E.37)
2. M3 contient  galement des termes avec trois puissances de d  riv es libres. Ces termes ne peuvent g  n rer de
divergences, du fait du r  sultat (E.13). En revanche, on doit  valuer les termes de M3 contenant trois puissances
de d riv es libres pour obtenir M4.
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Dans ce cas, la seule contribution non-nulle provient, d’apr
 
s (E.33), du remplacement dαdβ →
− i/(2 s) ηαβ. On trouve, apr   s avoir constat  que certaines contributions se compensent
i
6
Tr
(M3D−3) =p   le − i2−d/2
24
1
16   2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
×
〈
2
M4
[dρ,Γρµ] [dτ , [dµ, [dσ,Γστ]]] +
1
M4
[dρ,Γρµ]
[
dλ, [dλ, [dσ,Γσµ]]
]
+
2
M4
[dρ,Γρµ] Γ
µλ [dσ,Γσλ] +
1
M6
[dρ,Γρµ] [d
σ,Γστ ] [d
τ , [dα,Γ
αµ]]
〉
=
p   le 1
d− 4
1
16   2
∫
dx
×
〈
− 1
12M4
[dτ , [d
ρ,Γρµ]] [d
τ , [dσ,Γ
σµ]]− 1
6M4
[dρ,Γρµ] Γ
µλ [dσ,Γσλ]
+
1
24M6
[[dρ,Γρµ], [d
σ,Γστ]] [d
τ , [dα,Γ
αµ]]
〉
. (E.38)
Terme n= 4
Les seules divergences provenant du terme n=4 correspondent  avoir quatre d  riv es dµ libres
dans l’expression de M4, afin d’introduire deux puissances de s au d nominateur dans
− i
8
Tr
(M4D−4) = − i
8
∫
dx
〈
M4νµ
(D−4)µνδ(d)(x− y)∣∣∣
y=x
〉
=
i(1−d/2)
48
1
(4   )d/2
∫
dx
∫
ds
sd/2−3
×
〈
M4νµ e−i
z2
4s Ωµν(s, x− y)
∣∣∣∣
y=x
〉
. (E.39)
Omettant  nouveau les termes de M4 qui donneront des termes de surfaces pour les divergences
M4νµ
∣∣
d4
=
4
M4
[dρ,Γρν]
[
dτ ,
[
dλ, [dσ,Γ
σα]
]]
dαdλdµdτ
+
1
M8
[dρ,Γρν] [dσ,Γ
σα]
[
dτ ,Γ
τβ
] [
dλ,Γ
λγ
]
dαdβdγdµ . (E.40)
On effectue ensuite le remplacement suivant dans cette expression de M4
dαdβdγdδ → − 1
4 s2
(ηαβ ηγδ+ ηαγ ηβδ+ ηαδ ηβγ) . (E.41)
On trouve ainsi, tous calculs faits
− i
8
Tr
(M4D−4) =p   le 1
d− 4
1
16   2
∫
dx
×
〈
1
12M4
[dρ,Γρµ] Γ
µν [dσ,Γσν] +
1
24M4
[dτ , [d
ρ,Γρµ]] [d
τ , [dσ,Γ
σµ]]
− 1
192M8
[dρ,Γ
ρµ] [dσ,Γ
σν] [dτ ,Γτµ]
[
dλ,Γλν
]
− 1
96M8
[dρ,Γ
ρµ] [dσ,Γσµ] [d
τ ,Γτν]
[
dλ,Γ
λν
]〉
. (E.42)
On voit  galement explicitement que les termes n>5 ne donneront pas de divergences en dimension
d = 4 dans l’int grale sur s. La puissance sd/2−n+1 au d  nominateur, provenant des expressions
(E.7) et (E.11), ne sera pas accompagn  e de suffisamment d’autres puissances de s provenant de
l’application des d  riv es dµ.
Additionnant toutes les contributions divergentes, y compris celles donn  es en (3.84) et (3.95),
on obtient le r sultat final (3.96), regroupant toutes les divergences  une boucle de la th  orie de
Yang-Mills massive.
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E.5 D
 
rivation alternative des divergences
 
une boucle
Cette section pr  sente une autre d  rivation des divergences  une boucle, suivant une m  thode plus
g  n  rale que celle utilis  e  la section 3.3.1. Dans ce cas, on n’utilise non pas l’expression (E.2)
pour le logarithme de l’op  rateur, mais celle faisant appel  son inverse (E.4).
E.5.1 M   thode
On cherche une  criture de l’op  rateur G satisfaisant
F νµ G ρν = η ρµ , (E.43)
afin d’utiliser cet op  rateur G ou un certain d  veloppement  pr ciser dans l’expression
lnF(M2) = − ∫
M2
+∞
dm2 G(m2) , (E.44)
o

l’on a g n  ralis les op  rateurs en tant que fonctions d’une variable m2 ne co   ncidant pas
n  cessairement avec la masse M2. On utilise le r sultat (3.68)
FK = D+M , (E.45)
pour obtenir le d  veloppement suivant pour l’inverse G
G(m2) = K(m2)∑
n=0
∞
(− 1)nMn
(
m2
)D(m2)−(n+1) , (E.46)
avec les m  mes d  finitions des op  rateurs Mn que pr c  demment (E.30-E.31), except pour le
remplacement M2→m2, et l’ajout de(M0ab) νµ = δab η νµ . (E.47)
Dans cette formulation, on utilise directement l’expression (E.46) en l’injectant dans l’int  grale
(E.44). Les formules comporteront donc une int  grale sur m2. L’autre diff  rence avec la m  thode
des sections 3.3.1 et E.4 est que l’on doit encore appliquer l’op  rateur K, dont la contribution n’est
plus s par  e cette fois. Comptant les puissances des impulsions en jeu dans la limite ultraviolette,
on peut de nouveau s’apercevoir que seuls les termes n6 4 produiront des divergences 3.
On peut de plus  crire K en une somme de deux termes selon
K(m2)
ν
µ
= η ν
µ +
dµdν
m2
. (E.48)
on voit que les divergences pour les termes n > 3 pourront uniquement provenir de l’application
du second terme du membre de droite de (E.48). Nous pr sentons ces remarques afin de justifier
l’utilit  du d  veloppement (E.46) utilis  , mais  galement pour montrer jusqu’  quel ordre on aura
effectivement besoin de pousser ce d  veloppement. La pr  sence ou l’absence de divergences se
retrouvera explicitement dans les int  grales sur s lors des calculs. Pour effectuer l’int  gration sur
m2, il est souhaitable d’avoir la d  pendance en cette variable apparente. On  crira donc(
e−isD
(
m2
))
ν
µ
δ(d)(z) =
i(1−d/2)
(4   s)
d
2
e−ism
2
e
−iz2
4s Ωˆ ν
µ
(s, z) , (E.49)
o

l’on a d  fini
Ωˆ ν
µ
(s, z) = Ω ν
µ (s, z)
∣∣
M2=0
. (E.50)
En effet, l’  valuation de la trace fonctionnelle de l’expression (E.46) impliquera les expressions des
puissances inverses de l’op  rateur D(m2), impliquant elle-m  mes son exponentielle, d’apr  s (E.7).
Les coefficients du d  veloppement de Taylor de Ωˆ ν
µ
(s, z), d finis par
Ωˆ ν
µ
(s, z) =
∑
n=0
∞
(− i s)n aˆnνµ (z) , (E.51)
3. Rappelons que Mn contient jusqu’  n d  riv es dµ libres.
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seront donn  s par
aˆnν
µ
(z) = anν
µ (z)
∣∣
M2=0
. (E.52)
De m me, les expressions correspondant  (E.12-E.20) seront imm  diatement d  duites en posant
M2 = 0. L’ quation que l’on utilisera ensuite est
dµ1  dµk
(
D(m2)−n)
ν
µ
δ(d)(z) =
i(n+1−d/2)
(4   )d/2 (n− 1)!
∫
0
+∞
ds
sd/2+1−n
× e−ism2 e−i
z2
4s∇µ1  ∇µnΩˆ ν
µ
(s, z) , (E.53)
dans laquelle on injectera le d  veloppement (E.51). De telles expressions appara  tront dans la
formule (E.46) de l’inverse G(m2), qu’il faudra ensuite int  grer sur m2 selon (E.44) avant de prendre
la trace. Nous donnons  pr  sent les diff  rentes contributions.
E.5.2 Contributions aux divergences
Nous  valuons successivement les diff  rentes contributions pr  sentes dans l’expression (E.44), s  pa-
r ment pour les deux termes de (E.48), puis int grant sur m2 et prenant la trace. Pour obtenir ces
r sultats, on utilise les expressions (E.23-E.28). Pr  cisons que ces calculs ont  t  v rifi s ind  pen-
damment en les programmant en langage FORM [Ver00].
Termes n= 0
Le premier terme dans le d  veloppement (E.44) est
− i
2
∫
M2
+∞
dm2 Tr
(
D(m2)−1)
= − i
(3−d/2)
2 (4pi)d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2
∫
M2
+∞
dm2 e−ism
2
〈
Ωˆ µ
µ
(s, 0)
〉
=
p   le − i
(2−d/2)
2(4pi)ω
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
e−isM
2
〈
1
s2
aˆ0µ
µ (0)− i
s
aˆ1µ
µ (0)− aˆ2µµ (0)
〉
=
p   le 5
3
1
16   2
1
d− 4
∫
dx 〈ΓµνΓµν 〉 . (E.54)
Appliquant maintenant le terme dµdν/m
2 de K νµ , on a
− i
2
∫
M2
+∞
dm2
m2
Tr
(
dµdν
(
D(m2)−1)
µ
ν
)
= − i
(3−d/2)
2 (4pi)d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2
∫
M2
+∞
dm2
m2
e−ism
2
〈
∇ν∇µΩˆ νµ (s, x− y)
∣∣∣
y=x
〉
=
p   le − i
(3−d/2)
2 (4pi)d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m2
e−ism2
×
{
− i
s2
aˆ0µ
µ (0) +
1
s
(
− 1
2
aˆ1µ
µ (0) + dνdµaˆ0ν
µ (0)
)
+ i
(
1
2
aˆ2µ
µ (0) + dνdµaˆ1ν
µ (0)
)}
=
p   le − i
(−d/2)
(4   )d/2
(
2
(d− 4)2 +
γ+ lnM2
d− 4
)
d− 4
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∫
dx 〈ΓµνΓµν〉
=
p   le 1
12
1
16   2
1
d− 4
∫
dx 〈ΓµνΓµν 〉 . (E.55)
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Termes n= 1
L’expression de M1
(
m2
)
µ
ν
 tant donn  e en (3.70) par 1/m2 [dρ,Γ
ρν] dµ, on trouve
i
2
∫
M2
+∞
dm2 Tr
(
M1
(
m2
)D(m2)−2)
=
i(−d/2)
2 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m2
e−ism
2
〈
[dρ,Γ
ρν]∇µΩˆ νµ (s, x− y)
∣∣∣
y=x
〉
=
p   le i(−d/2)
2 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m2
e−ism2
〈
[dρ,Γ
ρν] dµaˆ0ν
µ (0)
〉
=
p   le
0 . (E.56)
Pour la contribution correspondante impliquant le deuxi
 
me terme de (E.48), on doit faire com-
muter les d  riv es covariantes d  droite. On obtient
i
2
∫
M2
+∞
dm2
m2
Tr
(
dµdρM1νρ
(
D(m2)−2)
µ
ν
)
=
i(−d/2)
2 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m4
e−ism
2
×
〈
([dσ,Γ
σρ] dν + [dν , [dσ,Γ
σρ]])∇ρ∇µΩˆ νµ (z)
∣∣∣
y=x
〉
=
p   le i(−d/2)
2 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m4
e−ism2
× 〈[dσ,Γσρ] dνdρdµaˆ0µν(0)− 12 [dσ,Γσρ] (ηρν dµ+ ηρµ dν + ηνµ dρ)aˆ1µν(0)
+ [dν , [dσ,Γ
σρ]]
(
dρdµaˆ0ν
µ (0)− i
2 s
aˆ0ρν(0)− 1
2
aˆ1ρν(0)
)〉
=
p   le − 1
3M2
1
16   2
1
d− 4
∫
dx 〈[dµ,Γµρ] [dν ,Γνρ]〉 . (E.57)
Termes n= 2
L’expression de M2
(
m2
)
est obtenue en rempla  ant M2 par m2 dans (E.35). On trouve
− i
2
∫
M2
+∞
dm2 Tr
(
M2
(
m2
)D(m2)−3)
= − i
(1−d/2)
4 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−2
∫
M2
+∞
dm2
m2
e−ism
2
×
〈(
2 [dτ , [dσ,Γσν]] +
1
m2
[dσ,Γσν] [dρ,Γρτ ]
)
∇τ∇µΩˆµν(s, x− y)
∣∣∣∣
y=x
〉
=
p   le i(2−d/2)
4 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m2
e−ism
2
×
〈(
[dµ, [dσ,Γ
σν]] +
1
2m2
[dσ,Γ
σν] [dρ,Γρµ]
)
aˆ0ν
µ (0)
〉
=
p   le − 1
4M2
1
16   2
1
d− 4
∫
dx 〈[dµ,Γµρ][dν ,Γνρ]〉 . (E.58)
E.5 D

rivation alternative des divergences  une boucle 179
Succinctement, on a  galement
− i
2
∫
M2
+∞
dm2
m2
Tr
(
dµdρM2νρ
(
D(m2)−3)
µ
ν
)
= − i
(1−d/2)
4 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−2
∫
M2
+∞
dm2
m4
e−ism
2
× 〈(− [dσ,Γσρ] [dτ ,Γτµ]∇ν∇ρ+ 2 [dτ , [dσ,Γσρ]]∇ν∇ρ∇τ∇µ
+
1
m2
[
dσ,Γσλ
]
[dρ,Γρτ ]∇ν∇λ∇τ∇µ
)
Ωˆ
µν
(s, x− y)
∣∣∣
y=x
〉
=
p   le i(1−d/2)
8 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m4
e−ism
2
×
〈(
i (d− 1) + 1
s
d+ 2
2m2
)
[dσ,Γ
σµ] [dτ ,Γτµ] +
d
2m2
[dσ,Γσµ] [d
ρ,Γρν] Γ
µν
〉
=
p   le − 1
4M4
1
16   2
1
d− 4
∫
dx 〈[dσ,Γσµ][dρ,Γρν] Γµν〉 . (E.59)
Termes n= 3
Comme d  j  mentionn  auparavant, seul le terme de K νµ impliquant dµdν/m2 va donner une
contribution divergente. Les seuls termes deM3 n  cessaires sont donn  s en (E.37). Comme tous les
termes deM3 ne contribuent pas explicitement, nous  crivons directement les termes contribuant
au p   le en d= 4
i
2
∫
M2
+∞
dm2
m2
Tr
(
dµdρM3νρ
(
D(m2)−4)
µ
ν
)
=
p   le i(2−d/2)
12 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m6
e−ism
2
×
〈
6
4
[dτ , [dρ,Γ
ρµ]] [dτ , [dσ,Γσµ]] +
12
4
[dµ, [dρ,Γρν]] [d
ν , [dσ,Γσµ]]
− 12
4
[dρ,Γ
ρµ] Γµν [dσ,Γ
σν]− 6
4m2
[dρ,Γρλ] [d
σ,Γστ]
[
dτ ,
[
dα,Γ
αλ
]]〉
=
p   le − 1
4M4
1
16   2
1
d− 4
∫
dx
×
〈
1
2
[dτ , [dρ,Γ
ρµ]] [dτ , [dσ,Γσµ]] + [d
µ, [dρ,Γρν]][d
ν , [dσ,Γσµ]]
− [dρ,Γρµ]Γµν[dσ,Γσν]− 1
3M2
[dρ,Γρλ] [dσ,Γστ]
[
dτ ,
[
dα,Γαλ
]]〉
. (E.60)
Termes n= 4
De m  me que pr c demment, les seuls termes contribuant aux divergences sont ceux qui font
intervenir quatre d  riv es, pour lesquelles on pourra effectuer le remplacement (E.41)
− i
2
∫
M2
+∞
dm2
m2
Tr
(
dµdρM4νρ
(
D(m2)−5)
µ
ν
)
=
p   le − i
(−d/2)
48 (4   )d/2
∫
dx
∫
0
+∞
ds
sd/2−1
∫
M2
+∞
dm2
m6
e−ism
2
× 〈− 4 [dµ, [dρ,Γρν]] [dµ, [dσ,Γσν]]− 4 [dµ, [dρ,Γρν]] [dν , [dσ,Γσµ]])
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+
2
m4
[dρ,Γρµ] [dσ,Γ
σµ] [dτ ,Γ
τν]
[
dλ,Γλν
]
+
2
m4
[dρ,Γρµ] [d
σ,Γσν] [dτ ,Γ
τµ]
[
dλ,Γ
λν
])〉
=
p   le − 1
12M4
1
16   2
1
d− 4
∫
dx
× 〈− [dµ, [dρ,Γρν]] [dµ, [dσ,Γσν]]− [dµ, [dρ,Γρν]] [dν , [dσ,Γσµ]]
+
1
4M4
[dρ,Γρµ] [dσ,Γ
σµ] [dτ ,Γ
τν]
[
dλ,Γλν
]
+
1
8M4
[dρ,Γρµ] [d
σ,Γσν] [dτ ,Γ
τµ]
[
dλ,Γ
λν
])〉
. (E.61)
Additionnant les contributions (E.54-E.61), on v rifie que l’on retrouve le r  sultat pr  sent en
(3.96).
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Annexe F
  
et d   construction dimensionnelle
Les mod
 
les de type moose sont des cha  nes de GBs interagissant via des champs de jauge. Nous
d  crivons ici le mod
 
le moose lin  aire et ouvert: la cha  ne ne pr sente alors pas de branchements,
mais poss
 
de deux extr mit  s libres. Nous introduisons tout d’abord les GBs  l’annexe F.1, puis
les champs de jauge les couplant entre eux  l’annexe F.2. Finalement, nous pr sentons bri
 
vement
les id  es li  es  la d construction dimensionnelle  l’annexe F.3.
F.1 Cha nes de mod
 
les sigma non-lin
 
aires
On consid
 
re un ensemble de K + 1 mod
 
les sigma non-lin  aires ind  pendants, c’est-  -dire le
lagrangien suivant
Lsigmas = 1
4
∑
k=0
K
fk
2 〈∂µΣk,k+1 ∂µΣk+1,k〉 , (F.1)
o

les variables Σk,k+1 sont des matrices SU(N), param  trant l’espace quotient SU(N)×SU(N)/
SU(N). Le lagrangien (F.1) est invariant sous la transformation suivante op  rant sur les champs:
pour les extr  mit  s de la cha  ne, cette derni
 
re agit selon
Σk,k+1  LkΣk,k+1Rk+1
† , pour k= 0,  ,K . (F.2)
Les matrices de transformation ci-dessus appartiennent au groupe SU(N)
Lk, Rk ∈ SU(N) . (F.3)
Le lagrangien poss
 
de donc une sym  trie
∏
k=0
K
SU(N)Lk×SU(N)Rk+1 = [SU(N)× SU(N)]K+1 . (F.4)
Notre mod
 
le d  crit donc la brisure spontan  e suivante
∏
k=0
K
SU(N)Lk×SU(N)Rk+1  
∏
k=0
K
SU(N)Lk+Rk+1 , (F.5)
o

chaque brisure
SU(N)Lk× SU(N)Rk+1   SU(N)Lk+Rk+1, pour k= 0,  ,K , (F.6)
peut  tre due  un ph  nom
 
ne similaire  celui qui a lieu en QCD: la brisure spontan  e de sym  trie
chirale li e  l’explosion de la constante de couplage de jauge. On peut imaginer N saveurs de
fermions de masse nulle charg  s sous des th  ories de Yang-Mills  couplages forts, produisant
des  tats li  s non-charg  s, et en particulier
(
N2 − 1) GBs. En r alit  , on doit construire le
d  veloppement du lagrangien effectif en puissance des impulsions, comme d  crit au chapitre 2, et
donc compl  ter le premier terme O(p2) donn  en (F.1) par les termes d’ordres sup  rieurs.
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F.2 Couplage  
 
des champs de jauge
On couple  pr sent les K+ 1 multiplets de GBs introduits  l’annexe F.1  des champs de Yang-
Mills. A l’ordre de deux d  riv es, le lagrangien prend la forme suivante, si l’on n’admet que des
interactions locales le long de la cha  ne 1
L2 = 1
4
∑
k=0
K
fk
2
〈
∇µΣk,k+1∇µΣk,k+1†
〉
− 1
2
∑
k=1
K
〈GkµνGkµν 〉 . (F.7)
Les d  riv es covariantes sont ici d  finies comme suit pour k= 1,  ,K − 1
∇µΣk,k+1 = ∂µΣk,k+1− i gkGkµΣk,k+1 + i gk+1 Σk,k+1Gk+1µ , (F.8)
et pour les extr  mit s de la cha  ne
∇µΣ0,1 = ∂µΣ0,1− iL0µΣ0,1 + i g1 Σ0,1G1µ , (F.9)
∇µΣK,K+1 = ∂µΣK,K+1− i gKGKµ ΣK,K+1 + i ΣK,K+1RK+1µ , (F.10)
o

L0µ et RK+1µ sont des sources externes.
Les couplages brisent explicitement la sym  trie [SU(N)×SU(N)]K+1, et les mod  les sigma ne
sont plus ind  pendants. La sym  trie est explicitement bris  e selon
SU(N)Rk× SU(N)Lk   SU(N)Gk ≡ SU(N)Rk+Lk, pour k= 1,  ,K , (F.11)
comme remarqu  dans [AHCG01b]. En effet, si l’on  crit la transformation des connexions hermi-
tiennes Gk
µ comme suit
Gk
µ

GkGk
µGk
†+ i
gk
Gk ∂
µGk
† , pour k= 1,  ,K , (F.12)
avec les matrices de transformations
Gk ∈ SU(N) . (F.13)
on voit que le lagrangien L2 est invariant lorsque, simultan  ment aux transformations de jauge
(F.12), on transforme les multiplets de bosons de Goldstone comme suit
Σk,k+1  GkΣk,k+1Gk+1
† , pour k= 1,  ,K − 1 , (F.14)
ainsi que les deux transformations particuli
 
res pour les extr  mit  s de la cha  ne
Σ0,1  L0 Σ0,1G1
† , (F.15)
ΣK,K+1  GK ΣK,K+1RK+1
† . (F.16)
La sym  trie du lagrangien est dans ce cas
SU(N )L0× SU(N)RK+1×
∏
k=1
K
SU(N)Gk = SU(N)
K+2 . (F.17)
Les propri  t  s de transformation sont r  sum  es par le diagramme de type moose de la figure F.1.
Σ0,1 Σk−1,k Σk,k+1 ΣK,K+1
L RG1 Gk Gk+1 GK
Figure F.1. Repr  sentation graphique du moose lin   aire ouvert.
1. Le chapitre 4 montre que cette restriction du lagrangien entra  ne en arbres un ensemble de r gles de somme
de Weinberg g   n   ralis  es. Ind   pendamment du formalisme de spurions introduit dans ce chapitre, l’annexe I pr  sente
les effets de termes d’interactions non-locaux le long de la cha  ne.
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Notons que l’on pourrait introduire d’autres termes dans le lagrangien, tout en respectant les
sym  tries d  crites en (F.17): ces termes seraient des termes d’interactions entre seconds voisins.
On peut par exemple  crire〈
∇µΣk,k+1∇µΣk+1,k+2 Σk+1,k+2† Σk,k+1†
〉
= O(p2) , (F.18)〈
Gkµν Σk,k+1Gk+1
µν Σk,k+1
†
〉
= O(p2) . (F.19)
Si l’on construit une LEET au sens du chapitre 2, on ne peut pas exclure ces termes, puisque
le lagrangien effectif doit contenir tous les op  rateurs invariants sous la sym  trie. Une question
valables est en revanche de savoir si l’on peut b  tir un d  veloppement dans lequel les op  rateurs
non-locaux le long de la cha  ne appara  tront avec des coefficients plus faibles. Ceci n  cessite l’intro-
duction d’autres param
 
tres de d  veloppement: les spurions du chapitre 4.
Dans l’approche originale, la suppression de ces termes est li  e  l’id e de localit  le long de la
cha  ne que constitue le moose. Pour mieux comprendre ce point, nous d  crivons les id  es principales
de la d  construction dimensionnelle.
F.3 D
 
construction dimensionnelle
L’id  e de la d  construction dimensionnelle a  t initi e dans [AHCG01a]. Le point de d  part est
de consid  rer, comme nous l’avons mentionn   l’annexe F.1, une origine possible pour chacun des
multiplets de GBs: ceci repr  sente une possible compl  tion  haute  nergie de la th  orie effective.
Pour g n  rer chaque multiplet de GBs, le mod
 
le le plus simple serait d’avoir un groupe de
jauge Gk
S = SU(Mk) avec un couplage fort, sous lequel des fermions de Weyl se transforment. On
a en r  alit besoin des propri  t  s de transformations suivantes sous SU(N)k×SU(Mk)×SU(N)k+1
Ψk,k ∼
(
N,Mk , 1
)
, (F.20)
Ψk,k+1 ∼
(
1,Mk, N
)
. (F.21)
La figure F.2 est une repr sentation de ces propri  t  s de transformations.
Ψk,k Ψk,k+1
Gk Gk+1G
S
k
Figure F.2. Origine dynamique possible de chaque multiplet de GBs de la figure F.1.
On se trouve donc dans la situation suivante: le mod  le sous-jacent est un ensemble de 2K+ 1
th ories de Yang-Mills dont K+ 1 sont non-perturbatives  l’ chelle  laquelle nous nous pla   ons.
En effet, si l’on consid  re la physique  une  chelle inf  rieure  celle  laquelle les couplages des
groupes Gk
S divergent, on obtient les K+ 1 multiplets de GBs repr

sent

s par les matrices SU(N),
et coupl

s aux champs de jauge faibles Gk
µ selon (F.8-F.10).
Un aspect int

ressant de tels mod

les,

l’origine de la d

nomination  d

construction dimen-
sionnelle  est le suivant. A haute

nergie, on a un ensemble de th

ories de jauge quadri-
dimensionnelles, coupl

es

des fermions: le mod

le est donc renormalisable et

ventuellement
asymptotiquement libre. A basse

nergie en revanche, le lagrangien L2 (F.7) correspond dans
la limite de grand K  une version discr  tis  e de l’action d’une th  orie de jauge  cinq dimensions,
les Σk,k+1  tant les variables de lien dans la cinqui  me dimension. Dans le cas du moose ouvert,
la cinqui  me dimension (correspondant  l’indice k) est un intervalle. La correspondance, dans
le cas o  les constantes de couplages gk et de d sint gration fk sont ind  pendantes de l’indice k 2
fk = f , pour k= 0,  ,K, (F.22)
gk = g , pour k= 1,  ,K, (F.23)
2. Dans un cas plus g

n

ral, il nous faudrait consid

rer un espace-temps courbe ainsi qu’un champ de fond de
dilaton [SS03].
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est la suivante. Le pas du r  seau est donn  par
a =
1
g f
. (F.24)
L’  tendue de la cinqui
 
me dimension est
R = (K + 1) a. (F.25)
Le couplage de jauge  cinq dimension s’  crit
g5 = g a
√
. (F.26)
Cette analogie est  l’origine de l’id  e de d construction dimensionnelle, selon laquelle on peut
deviner les r sultats physiques dans un cadre (moose ou bien th  orie de jauge  cinq dimension)
 partir de notre connaissance de l’autre [Pok01, Lan02a]. La propri  t  de localit  le long de la
cinqui
 
me dimension est cruciale pour cela. Du point de vue de la th  orie en cinq dimensions,
cette localit  est tout simplement une hypoth
 
se de base pour la coh  rence de la physique. En
revanche, la th  orie effective r  sultant des interactions non-perturbatives entre les th  ories  quatre
dimensions devra inclure tous les op  rateurs respectant les sym  tries. Or, la pr sence d’interactions
entre GBs et champs de jauge signifie que la sym  trie appropri  e n’est pas (F.4) mais bien (F.17),
permettant des interactions non-locales le long de la cha  ne telles que (F.18-F.19).
La litt  rature fournit deux approches  cette question. Le premi
 
re utilise l’id  e de d  construc-
tion dimensionnelle dans le sens suivant: le mod
 
le sous-jacent au niveau des fermions (F.20-F.21)
est pris au s  rieux. Alors,  tant donn  e le choix des interactions originales entre fermions et champs
de jauge, qui sont locales le long de la cinqui
 
me dimension, on s’attend  ce que les op  rateurs
effectifs non-locaux le long de la cha  ne (F.18-F.19) puissent  tre trait  s comme des perturbations
[AHCG01a, AHCG01b]. L’autre approche consiste  consid  rer le moose, ind  pendamment d’une
th orie sous-jacente, mais  imposer la localit  le long de la cha  ne au niveau du lagrangien.
Le but est pr cis ment de pouvoir interpr  ter la limite K   ∞ comme une th  orie  cinq
dimensions [SS03]. On sort alors du cadre des th  ories effectives pour entrer dans celui des mod
 
les.
D’autre part, les corrections en boucles vont g  n rer ces op  rateurs non-locaux le long de la cha  ne,
puisqu’ils sont permis par ces sym  tries 3.
Dans les deux cas, la conclusion est que l’on doit effectivement construire la th  orie effective
contenant tous les op  rateurs, y compris ceux qui sont non-locaux le long de la cha  ne, mais que
les cas physiquement int  ressants semblent  tre ceux pour lesquels ces op  rateurs sont trait  s en
tant que corrections. Le point qui nous int  resse ici est de se passer des id  es de localit  dans la
cinqui
 
me dimension, mais de construire un d  veloppement effectif traitant les termes non-locaux
le long de la cha  ne comme des perturbations. Ceci est le sujet du chapitre 4, o

un formalisme de
spurions est introduit. On y discute les r
 
gles de somme de Weinberg g  n  ralis es. Les corrections 
ces WSRs sont  galement discut  es dans le cadre du d  veloppement en puissances des spurions  la
section 4.2.3. L’effet des termes non-locaux le long de la cha  ne est  galement discut   l’annexe I,
ind  pendamment du d veloppement spurionique, dans le simple cadre des mooses .
3. Ceci a  t explicitement v rifi  dans [KNP04].
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Annexe G
R   gles de somme de Weinberg
Nous pr  sentons de brefs rappels au sujet des WSRs dans la limite chirale, permettant de faire le
lien avec la discussion de la section 4.2. Deux r f  rences sont particuli
 
rement utiles  ce sujet:
[dR97, KdR98].
G.1 Dans la limite chirale
Le cadre de cette discussion est celui de la QCD  deux saveurs de masses nulles, comme pr  sent e
 la section 2.1.1. On s’int  resse ici  la fonction  deux points (2.28) des courants de sym  trie
(2.6-2.7), dans le cadre de la QCD  deux saveurs de quarks nulles
δabΠµν(q) ≡ 4 i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣∣TJLµa (x) JRνb (0)∣∣∣0〉
= i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣∣T {JVµa (x) JVνb (0)−JAµa (x) JAνb (0)}∣∣∣0〉 . (G.1)
Comme d  j  mentionn  , les courants apparaissant dans le T -produit sont conserv s dans la limite
chirale, ce qui implique que la fonction  deux points Πµν est transverse, et ne d  pend donc que
d’une fonction invariante ΠLR d  finie par
Πµν(q) =
(
qµ qν − ηµν q2
)
ΠLR
(− q2) . (G.2)
Puisque la fonction  deux points (G.1) se transforme selon la repr  sentation irr  ductible (3,3)
de SU(2)L × SU(2)R, elle constitue un param
 
tre d’ordre de la brisure de sym  trie chirale. Son
 valuation en th  orie des perturbations en puissances de g donnera ainsi un r sultat identiquement
nul  tous les ordres. D’apr
 
s [SVZ79], on peut en revanche  crire le d veloppement suivant pour
Q2 = − q2   + ∞ en utilisant le d  veloppement en produit d’op  rateurs (operator product
expansion ou OPE) [Wil69], qui commence par un terme d’ordre 1/Q6
ΠLR
(
Q2
)
=
1
Q6
{
− 4   2
(αs
 
+O(αs2)) 〈0|O6|0〉}+O( 1Q8
)
, (G.3)
o
 O6 est un op  rateur quartique en les champs de quarks. Ceci entra  ne que la relation de
dispersion satisfaite par ΠLR ne n  cessite pas de soustraction
ΠLR
(
Q2
)
=
∫
0
+∞
ds
s+Q2
Im ΠLR(s) . (G.4)
On peut pousser encore plus loin l’argument en prenant la limite Q2   + ∞ dans (G.4),
et comparant aux termes du d  veloppement (G.3): on trouve que les int  grales apparaissant en
coefficient des deux premiers termes sont nulles. On retrouve ainsi les deux r
 
gles de somme
initialement d  duites par Weinberg [Wei67b]∫
0
+∞
ds Im ΠLR(s) = 0 , (G.5)
∫
0
+∞
ds s Im ΠLR(s) = 0 . (G.6)
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On peut de plus citer dans le cas de la QCD un r  sultat de positivit  d    Witten [Wit83], qui s’  crit
−Q2 ΠLR
(
Q2
)
> 0, pour Q2> 0 , (G.7)
et qui assure en particulier la positivit  de la diff rence de masse  lectromagn  tique entre pi± et
pi0, donn  e par l’int  grale suivante du corr  lateur gauche-droit [DGM+67]
(
mpi±
2 −mpi02
)∣∣
em
= − 3α
4   fpi
2
∫
0
+∞
dQ2Q2 ΠLR
(
Q2
)
. (G.8)
G.2 Dans la limite chirale et de grand Nc
Dans la limite de grand Nc, et de fa on g n  rale dans toute approximation en arbres, les r  sonances
massives auront une largeur nulle. On pourra ainsi  crire
ΠLR
(
Q2
)
= − f0
2
Q2
+
∑
n
Fn
2
Q2 +Mn
2 , (G.9)
o

les constantes Fn
2 auront un signe positif dans le cas d’une r sonance vectorielle, et n  gatif pour
le cas d’une r  sonance axiale. Dans ce cas, on v rifie ais  ment que les deux WSRs (G.5-G.6) se
traduisent sous la forme de relations alg  briques entre les couplages et les masses∑
n
Fn
2 = f0
2 , (G.10)∑
n
Fn
2Mn
2 = 0 , (G.11)
correspondant directement au fait que les deux premiers termes du d  veloppement de (G.9)  grand
Q2 soient nuls, satisfaisant ainsi (G.3).
Dans les approximations en arbres, les LECs du lagrangien O(p4) (les constantes Li de (2.77))
sont ind  pendantes d’  chelles, puisqu’elles n’ont pas  absorber de divergences qui proviendraient
des boucles. Dans ce cas, le d  veloppement  basse  nergie de ΠLR tir  du lagrangien de la χPT
utilis  en arbres est donn  par 1
−Q2 ΠLR
(
Q2
)
= f0
2 + 4 Q2L10 +O
(
Q4
)
. (G.12)
On peut  galement obtenir la constante L10  partir de l’int  grale suivante impliquant la fonction
spectrale gauche-droite  laquelle on a soustrait le p   le de masse nulle [GL84, KPdR98]
L10 = − 1
4
∫
0
+∞
ds
(
1
 
Im(ΠLR(s)) + f0
2 δ(s)
)
. (G.13)
1. Voir  galement le r  sultat (2.30).
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Annexe H
Compl   ments au chapitre 4
Cette annexe pr sente certaines  tapes interm  diaires concernant les d  rivations du chapitre 4, ainsi
que des d  rivations alternatives, plus techniques, de certains r  sultats, et  galement des exemples
explicites pour illustration.
H.1 Etapes du changement de variables
On donne ici des d  tails sur les manipulations  effectuer afin de reproduire les r  sultats de la
section 4.1.3. Ces d  tails ont  t omis dans le corps du texte, afin de ne pas encombrer le manuscrit.
Cette section permet de voir explicitement le fonctionnement des changements de variables.
Pour faciliter la lisibilit  , on proc
 
de par  tapes: au lieu de d  finir directement les champs Wkµ,
on d  finit d’abord les champs wkµ pour k= 1,  ,K, selon
gkwk
µ ≡ i
(
Σ0,1U1
∏
j=1
k−1
Vj Σj, j+1Uj+1
)
Dµ
(( ∏
j=1
k−1
Uj+1
† Σj, j+1
† Vj
†
)
U1
†Σ0,1
†
)
. (H.1)
Ces champs se transforment selon
wk
µ

L0wk
µL0
† . (H.2)
Travaillant dans la jauge standard, ceci implique, pour k= 1,  ,K
gkwk
µ = i
(∏
j=0
k−1
Σj, j+1
)
∇µ
(∏
j=0
k−1
Σj, j+1
)†
= i
(∏
j=0
k−1
Σj, j+1
)
∂µ
( ∏
j=0
k−1
Σj, j+1
)†
+ gk
(∏
j=0
k−1
Σj, j+1
)
Gk
µ
( ∏
j=0
k−1
Σj, j+1
)†
− L0µ . (H.3)
En utilisant ces r   critures, on obtient, pour k= 1,  ,K − 1
fk
2
4
〈
DµΣk,k+1DµΣk,k+1
†
〉
=
fk
2
4
〈
( gk+1wk+1µ− gk wkµ)
(
gk+1wk+1
µ − gkwkµ
)〉
, (H.4)
et pour les extr  mit s de la cha  ne
f0
2
4
〈
DµΣ0,1D
µΣ0,1
†
〉
=
g1
2 f0
2
4
〈
w1µw
1µ
〉
, (H.5)
fK
2
4
〈
DµΣK,K+1D
µΣK,K+1
†
〉
=
fK
2
4
〈
DµU
†DµU
〉
+
fK
2
4
gK
2 〈wKµwKµ 〉
− i
2
gK fK
2
〈
wK
µ UDµU
†〉 . (H.6)
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Notons que l’on a
DµU = ∂µU − iL0µU + iURK+1µ . (H.7)
D’apr
 
s les red  finitions (H.3), on a  galement
− 1
2
〈GkµνGkµν 〉 = − 12
〈(
wkµν +
L0µν
gk
)(
wk
µν +
L0
µν
gk
)〉
, pour k= 1,  ,K − 1 . (H.8)
Dans cette expression, wk
µν est d  fini par
wk
µν ≡ Dµwkν −Dνwkµ− i gk [wkµ, wkν] , (H.9)
o

les d riv es covariantes sont
Dµwk
ν ≡ ∂µwkν − i [L0µ, wkν] , (H.10)
ainsi que
L0µν = ∂µL0ν− ∂νL0µ− i [L0µ, L0ν] . (H.11)
Le lagrangien (4.44) s’  crit en terme des nouvelles variables
L(2,0) = − 1
2
∑
k=1
K 〈(
wkµν +
L0µν
gk
)(
wk
µν +
L0
µν
gk
)〉
+
∑
k,k ′=1
K [M2]
k,k ′ 〈wkµwk ′
µ 〉
+
fK
2
4
〈
DµU
†DµU
〉− i
2
gK fK
2
〈
wK
µ UDµU
†〉 , (H.12)
avec la matrice de masse carr  e[M2]
k,k ′
=
1
4
(
δk,k ′ gk
2
(
fk−12 + fk2
)− (δk,k ′+1 + δk+1,k ′) gk gk+1 fk2) . (H.13)
Il reste encore   liminer le terme de m  lange entre le champ wK
µ et le champ U apparaissant dans
le dernier terme de (H.6). On d  finit  cet effet les champs Wk
µ selon (4.52), qui s’  crit  galement
Wk
µ ≡ wkµ− i αkgk UD
µU †, pour k= 1,  ,K − 1 . (H.14)
Dans l’ quation (H.14), les αk sont des constantes  d terminer pour r  soudre le syst
 
me d’  qua-
tions suivant, correspondant  l’ limination de termes de m  lange entre les champs vectoriels et le
champ U dans (H.12)
fk
2 (αk+1−αk)− fk−12 (αk− αk−1) = 0, pour k= 1,  ,K − 1, (H.15)
o

il est tenu compte des extr  mit  s de la cha  ne en posant
α0 = 0, (H.16)
αK+1 = 1. (H.17)
Notons que la r  solution explicite du syst
 
me (H.15) donne bien le r  sultat annonc  en (4.53)
(et sa g  n ralisation aux cas k= 0 et k=K + 1 moyennant (H.16-H.17)). Le coefficient du terme
cin  tique des champs de Goldstone U s’exprime, par application r p  t  e de la relation (H.15), et
en utilisant (H.16) et (H.17), sous la forme
1
4
∑
k=0
K
fk
2 (αk+1−αk)2 = 1
4
fK
2 (1−αK)
=
1
4
f0
2α1
=
fpi
2
4
, (H.18)
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o

la derni
 
re  galit provient de la r  solution explicite de (H.15). Apr
 
s ces r   critures, les termes
de degr deux ou moins en champs vectoriels et en sources dans le lagrangien sont donn  s par
L(2,0) = fpi
2
4
〈
DµU
†DµU
〉− 1
2
∑
k=1
K 〈
(∂µWkν −∂νWkµ)
(
∂µW kν − ∂νW kµ)〉
+
∑
k,k ′=1
K [M2]
k,k ′ 〈WkµWk ′
µ〉
−
∑
k=1
K
1−αk
gk
〈
(∂µL0ν −∂νL0µ)
(
∂µW kν − ∂νW kµ)〉
−
∑
k=1
K
αk
gk
〈
(∂µRK+1ν −∂νRK+1µ)U †
(
∂µW kν − ∂νW kµ)U〉
− 1
2
(∑
k=1
K (
1−αk
gk
)2)
〈(∂µL0ν − ∂νL0µ) (∂µL0ν − ∂νL0µ)〉
− 1
2
(∑
k=1
K (
αk
gk
)2)〈
(∂µRK+1ν− ∂νRK+1µ)
(
∂µRK+1
ν − ∂νRK+1µ
)〉
−
(∑
k=1
K
αk (1−αk)
gk
2
)〈
(∂µL0ν− ∂νL0µ)U
(
∂µRK+1
ν − ∂νRK+1µ
)
U †
〉
+ termes cubiques ou plus en champs vectoriels et sources , (H.19)
o

la matrice de masse M2 est  nouveau celle donn  e en (H.13). Cette expression nous servira
pour obtenir les WSRs par une m  thode alternative  l’annexe H.3.
H.2 D
 
rivation alternative de la premi
 
re WSR
Dans le cadre de la section 4.2.1.1, on peut v rifier explicitement par un calcul direct la relation
(4.77), qui implique la premi
 
re r
 
gle de Weinberg: on d  montre tout d’abord par r currence sur
K,  l’aide de la relation
det
(MK×K2 ) = gK2 (fK−12 + fK2 )4 det (M(K−1)×(K−1)2 )
− gK−1
2 gK
2 fK−14
16
det
(M(K−2)×(K−2)2 ) , (H.20)
que le d terminant de la matrice de masse vaut
det
(MK×K2 ) = 4
(∏
i=1
K
gi
2
) (∏
j=0
K fj
2
4
)
fpi
2 . (H.21)
On v rifie ensuite, utilisant la relation entre la comatrice et l’inverse de la matrice, que
g1 gK f0
2 fK
2
4
[(M2)−1]
1,K
= 4
(∏
i=1
K gi
2
)(∏
j=0
K fj
2
4
)
det
(MK×K2 )
= fpi
2 , (H.22)
ce qui est bien le r sultat recherch  . Notons que (H.21) fournit une relation entre param
 
tres
physiques (masses), et param
 
tres originaux du lagrangien, puisque l’on a par ailleurs
det
(MK×K2 ) = ∏
n=1
K
Mn
2 . (H.23)
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H.3 D
 
rivation alternative des WSRs g
 
n
 
ralis
 
es
Nous exposons une d  rivation des WSRs g  n ralis es qui est diff  rente de celle de la section 4.2.1.1.
On s’int  resse ici   crire les relations en termes des constantes de couplages et des masses des
r sonances. On travaille donc dans la base physique dans laquelle la matrice de masse est diagonale.
Cette d  rivation a cependant le d  savantage d’  tre purement alg  brique.
La fa  on de proc der suit celle utilis  e par les auteurs de [SS03] pour obtenir les deux WSRs. On
sait qu’il est possible de diagonaliser la matrice de masse  l’aide d’une transformation orthogonale,
c’est-  -dire que l’on peut d  finir des coefficients bn
k tels que∑
k,k ′=0
K [M2]
k,k ′
bm
k bn
k ′ =
∑
k=0
K
fk
2
4
(
gk+1 bm
k+1− gk bmk
)(
gk+1 bn
k+1− gk bnk
)
= Mn
2 δmn , (H.24)
o

l’on tient compte des extr  mit s de la cha  ne en posant
g0 = 0, (H.25)
gK+1 = 0. (H.26)
Dans le cas g  n ral, avec des des constantes fk et gk quelconques, et un nombre de sites K
suffisamment grand, on ne pourra cependant pas exhiber explicitement la matrice de passage b. On
peut en revanche obtenir des relations g  n  rales sans effectuer explicitement cette diagonalisation.
On utilise pour cela les relations d’orthogonalit  pour la matrice de changement de base, qui
s’  crivent ∑
k=1
K
bm
k bn
k = δmn , (H.27)
∑
n=1
K
bn
k bn
k ′ = δkk
′
. (H.28)
Le changement de base prend la forme
Wk
µ =
∑
n=1
K
bn
k An
µ , (H.29)
An
µ =
∑
k=1
K
bn
kWk
µ , (H.30)
o

la matrice de masse est diagonale en termes des nouveaux champs An
µ. En proc dant  la
mani
 
re des auteurs de [SS03],  partir de l’  quation (H.24) et en utilisant (H.27), on tire la relation
suivante, qui est lin  aire en les coefficients de la matrice de passage pour n et k  gaux  1,  ,K
Mn
2 bn
k =
1
4
gk
(
fk
2
(
gk bn
k − gk+1 bnk+1
)
− fk−12
(
gk−1 bn
k−1− gk bnk
))
, (H.31)
avec les r
 
gles (H.25) et (H.26). Cette derni
 
re relation (H.31) nous sera tr
 
s utile par la suite pour
obtenir des r
 
gles de somme sans avoir  diagonaliser explicitement la matrice de masse. On peut
 galement en d  duire les relations suivantes en appliquant de fa  on r  p  t  e les relations (H.15),
sans m  me avoir  r soudre le syst
 
me constitu  par ces  quations∑
k=1
K
Mn
2 bn
k αk
gk
=
1
4
gK fK
2 bn
K , (H.32)
∑
k=1
K
Mn
2 bn
k 1−αk
gk
=
1
4
g1 f0
2 bn
1 . (H.33)
Pour la suite, on supposera que les masses ont  t  ordonn  es par ordre croissant
Mn
2 6 Mn+12 , pour n= 1,  ,K − 1. (H.34)
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La suite utilise explicitement l’expression des propagateurs, qui sont diagonaux dans cette base An
µ.
On injecte tout d’abord le changement de base (H.29) dans l’expression des termes quadratiques
du lagrangien (H.19). On v rifie que les termes polynomiaux des deux contributions s’annulent du
fait de la relation (H.28), et l’on obtient
ΠLR
(
Q2
)
= − fpi
2
Q2
+
∑
n=1
K
Fn
2
Q2 +Mn
2 , (H.35)
o

, d’apr
 
s (H.19), les Fn
2 sont donn  s par
Fn
2 = 4
∑
k,k ′=1
K
Mn
2 bn
k bn
k ′ αk
gk
1−αk ′
gk ′
. (H.36)
Notons que la constante de couplage Fn
2 peut  tre positive ou n  gative du fait de la pr  sence des
coefficients bn
k. Le champ de spin 1 massif d  not  par n sera appel  respectivement r  sonance
vectorielle ou bien axiale, m  me si cela constitue un abus de langage: on ne s’est pas restreint au
cas o

la parit  est impos  e en tant que sym  trie des couplages par rapport au centre de la cha  ne.
On peut obtenir une formule alternative pour les Fn
2 en appliquant les relations (H.32) et (H.33)
 l’expression (H.36). On trouve dans ce cas
Fn
2 =
1
4
g1 gK f0
2 fK
2 bn
1 bn
K
Mn
2 . (H.37)
Le d veloppement  grand Q2 de ΠLR s’  crit
ΠLR
(
Q2
)
= − fpi
2
Q2
+
∑
l=1
∞
(− 1)l−1
∑
n=1
K
Fn
2Mn
2 (l−1)
Q2l
. (H.38)
Consid  rons le premier terme dans le d  veloppement (H.38). On trouve, pour le cas K > 1, en
utilisant (H.36), (H.33) et (H.28) ∑
n=1
K
Fn
2 = f0
2α1
= fpi
2 . (H.39)
La premi
 
re r
 
gle de somme de Weinberg [Wei67b] est donc satisfaite. A partir du terme d’ordre
suivant, on peut adopter une  criture g  n  rique. On consid
 
re, pour 26 l6K, la somme suivante∑
n=1
K
Fn
2Mn
2 (l−1) = 1
4
g1 gK f0
2 fK
2
∑
n=1
K
Mn
2(l−2) bn1 bnK ,
= 0 . (H.40)
La deuxi
 
me  galit est obtenue par application r  p  t  e de (H.31), gardant en m  moire (H.28).
Ceci montre que l’on a en tout K WSRs g n  ralis  es.
H.4 D
 
rivation des LECs en arbres
On pourrait appliquer la m  me m thode utilis  e  la section 4.2.2 aux fonctions  trois et quatre
points pour extraire les constantes L1, L2, L3, L9, L10 et H1 dans ce mod
 
le. Nous utilisons plut   t
les  quations de mouvement, comme fait originellement dans [EGPdR89], ce qui permet d’obtenir
la forme covariante du lagrangien, au lieu de reconstruire celui-ci  partir des fonctions de Green
qu’il est cens  permettre de d  duire. En r alit  , les  quation de mouvement s’expriment de fa  on
plus simple en termes des champs wk
µ d  finis en (H.1). Le lagrangien en termes de ces champs a
 t  donn  en (H.12): on en d  duit les  quations de mouvement pour les champs wk
µ
dkµwk
µν +
( ∑
k ′=1
K [M2]
k,k ′
wk ′
ν
)
− i
4
δkK gK fK
2 UDνU †+ 1
gk
dkµL0
µν = 0, (H.41)
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o

l’op  rateur dkµ agit sur les objets dans la repr sentation adjointe de SU(2)L0 selon
dkµX ≡ DµX − i gk [wkµ, X ]
= ∂µX − i [L0µ, X]− i gk [wkµ, X ] . (H.42)
Les  quations de mouvement seront utilis es dans l’approximation que les masses sont grandes
devant les impulsions en jeu. En particulier, si on s’int  resse aux seuls termes qui donnent une
contribution  la fonction  deux points, (coefficients L0,H1,H1
′, L10 dans (H.44)), on peut utiliser
l’  quation de mouvement sous la forme simplifi  e
wk
µ =
i
4
gK fK
2
[(M2)−1]
k,K
UDνU †+  . (H.43)
On identifiera ensuite les termes obtenus avec ceux du lagrangien de Gasser-Leutwyler,  la diff -
rence pr
 
s que l’on n’impose pas n  cessairement la parit  dans notre cas (sym  trie des couplages
par rapport au milieu de la cha  ne) 1
L = L0
4
〈
DµU
†DµU
〉
+H1 〈LµνLµν〉+H1′ 〈RµνRµν 〉+L10
〈
LµνUR
µνU †
〉
− iL9
〈
LµνD
µUDνU †
〉− iL9′ 〈RµνDµU †DνU〉
+L1
〈
DµU
†DµU
〉2
+L2
〈
DµU
†DνU
〉 〈
DµU †DνU
〉
+L3
〈
DµU
†DµUDνU †DνU
〉
. (H.44)
Gr ce  la relation suivante, que l’on obtient via la comatrice[(M2)−1]
k,K
=
4
gK fK
2
αk
gk
, (H.45)
on trouve, apr
 
s injection de (H.43) dans le lagrangien (H.12)
L0 = fK
2 − 1
4
gK
2 fK
4
[(M2)−1]
K,K
= fpi
2 , (H.46)
en utilisant les valeurs des αk donn  es en (4.53). On a donc retrouv par cette m  thode le fait que
le coefficient du terme cin  tique pour les bosons de Goldstone restant dans le spectre  tait donn 
par la constante fpi
2 d finie en (4.54).
On d termine  galement L10, sans aucune r  f rence aux constantes de couplages des champs
vectoriels massifs. On obtient  nouveau la formule (4.88)
L10 = − gK fK
2
4
∑
k=1
K [(M2)−1]
k,K
(
1
gk
− gK fK
2
4
[(M2)−1]
k,K
)
= −
∑
k=1
K
αk (1−αk)
gk
2 . (H.47)
De la m  me mani
 
re, et en utilisant  nouveau (H.45), on obtient
H1 = − 1
2
∑
k=1
K
(1−αk)2
gk
2 , (H.48)
H1
′ = − 1
2
∑
k=1
K
αk
2
gk
2
. (H.49)
Dans le cas o

l’on impose la parit  , c’est-  -dire si l’on consid
 
re le cas o

les relations
gk = gK−k+1, pour k= 1,  ,K , (H.50)
fk = fK−k, pour k= 0,  ,K , (H.51)
1. Nous allons ici re-d  river la relation L0 = fpi
2 par cette m  thode.
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sont valides, entra  nant
αk = 1−αK−k+1, pour k= 0,  ,K + 1, (H.52)
on remarque que l’on a bien le r  sultat attendu
H1 = H1
′ . (H.53)
Notons que l’on peut retrouver ces LECs en lisant directement les coefficients des termes apparais-
sant dans l’expression (H.19). Ceci fonctionne pour les termes contribuant aux fonctions  deux
points. Au-del  , on devra adopter une m  thode plus syst  matique comme celle pr  sent e ci-dessus.
H.5 Applications
Nous pr  sentons dans cette section certains r  sultats que l’on peut obtenir dans le cadre de la
th orie effective de la section 4.1.2  l’ordre O(p2 0), c’est-  -dire avec le lagrangien (4.44).
H.5.1 Expression des couplages en fonction des masses
Nous utilisons notre connaissance des r
 
gles de somme de Weinberg g  n  ralis es pour obtenir
l’expression des constantes Fn
2 en fonction des masses Mn
2. D’apr
 
s (H.39) et (H.40), les K WSRs
g  n  ralis  es s’expriment, en termes des constantes Fn
2 et des masses Mn
2 comme suit
∑
n=1
K
Fn
2Mn
2 (l−1)
= δl1 µ
2(l−1) fpi2, pour l= 1,  ,K . (H.54)
Ceci constitue un syst
 
me de K  quations, que l’on cherche  r  soudre pour exprimer les Fn
2 en
fonction des Mn
2. Une  tude de tels syst
 
mes a d  j 9 t  donn  e par Knecht et de Rafael [KdR98].
Ici, le syst
 
me est particuli
 
rement simple, et on peut en donner la solution explicite sous la forme
Fn
2 = fpi
2
∏
j=1,j   n
K Mj
2∏
j=1,j   n
K
(
Mj
2−Mn2
) , pour n= 1,  ,K . (H.55)
Pour v rifier que (H.55) est bien la solution du syst
 
me (H.54), on peut proc  der comme suit: on
injecte la solution dans les termes de gauche de (H.54), et on consid
 
re l’expression obtenue comme
une fonction m  romorphe en la variable z≡MK2 , c’est-  -dire que l’on  tudie la fonction
fl(z) =
( ∏
j=1
K−1
Mj
2
)
zl−1∏
j=1
K−1 (Mj2− z)
+
 ∑
n=1
K−1
 ∏j=1,j   nK−1 Mj2∏
j=1,j   n
K−1 (Mj2−Mn2)
Mn2 (l−1) zz−Mn2
 . (H.56)
On peut alors montrer pour l= 1,  ,K−1, que la partie singuli   re du p   le en z=Mi2 est nulle. De
plus, on peut montrer par r  currence sur K que la fonction fl(z) tend vers une constante lorsque
z tend vers l’infini. Cette constante vaut δl1. La fonction m  romorphe ne poss  dant pas de p   le,
elle est constante, et la valeur trouv e est bien celle recherch  e. L’expression (H.55) est donc bien
la solution du syst
 
me (H.54).
On remarque, d’apr
 
s l’expression des constantes Fn
2, que l’on a toujours un spectre altern  : si
les masses sont ordonn  es comme prescrit par (H.34), on a
(− 1)n−1Fn2 > 0 pour n= 1,  ,K . (H.57)
Une remarque similaire a d  j   t faite par Knecht et de Rafael [KdR98].
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Consid  rant l’expression de L10 en fonction des Fn
2 (4.87), et utilisant le r sultat (H.55), o

l’on consid
 
re une des masses comme un variable complexe, on peut montrer que la fonction m  ro-
morphe donnant L10 ne poss
 
de qu’un p   le simple a l’origine, et d  terminer le r sidu. Finalement,
on trouve l’expression suivante pour L10, en termes des masses, pour K > 2
L10 = − fpi
2
4
∑
n=1
K
1
Mn
2 . (H.58)
On a ainsi exprim   la fois les constantes Fn
2 et L10 en fonction uniquement des masses des r so-
nances et de la constante de d  sint  gration des GBs fpi. Notons par ailleurs que ceci confirme bien
le signe de L10 obtenu en (4.88), et nous donne une deuxi
 
me relation entre masses et param
 
tres
du lagrangien ∑
n=1
K
1
Mn
2 =
4
fpi
2
∑
k=1
K
αk (1−αk)
gk
2 . (H.59)
H.5.2 Expression du corr   lateur gauche-droit
Mettant l’expression pour ΠLR sous la forme
ΠLR
(
Q2
)
=
N
(
Q2
)
Q2
∏
n=1
K
(
Q2 +Mn
2
) , (H.60)
on  tudie le num  rateur N
(
Q2
)
qui est un polyn   me de degr K en Q2
N
(
Q2
)
+ fpi
2
∏
j=1
K
Mj
2 = − fpi2
∏
j=1
K (
Q2 +Mj
2
)
+Q2
∑
n=1
K
Fn2 ∏
j=1, j   n
K (
Q2 +Mj
2
)
+ fpi
2
∏
j=1
K
Mj
2 . (H.61)
On trouve, utilisant la solution explicite des K WSRs g  n ralis  es (H.55), que ce polyn   me poss
 
de
K + 1 z  ros en Q2 =−MK2 ,  ,−M12, 0 et est donc identiquement nul. On peut donc  crire
ΠLR
(
Q2
)
= − fpi
2∏
j=1
K Mj
2
Q2
∏
n=1
K
(
Q2 +Mn
2
) , (H.62)
et on v rifie alors que l’in  galit  de Witten [Wit83] est v rifi e
∀Q2> 0, −Q2 ΠLR
(
Q2
)
> 0 . (H.63)
H.5.3 Masse   lectrofaible des PGBs
On imagine maintenant que les GBs restant dans le spectre, et d  crits par la matrice U ∈ SU(2),
sont coupl  s au secteur  lectrofaible, avec des couplages identiques  ceux des pions dans le SM,
c’est-  -dire que l’on consid
 
re notre mod
 
le moose comme une description de la QCD  basse
 nergie, incluant les pions et des r sonances. Nous avons vu qu’en QCD dans la limite chirale,
seules les deux WSRs sont valides (annexe G.1): la th  orie effective avec K sites ne s’applique
donc pas directement  la QCD. L’int  r t est ici de voir les cons  quences physiques des WSRs
sur les corrections radiatives aux masses des PGBs. L’id  e sous-jacente est que ceci fournit une
autre interpr  tation, en termes des WSRs, au ph  nom
 
ne de protection des masses des chain
scalars pr sent  dans [AHCG01b]. L’argument original  tait que les PGBs sont des objets non-
locaux dans la cinqui
 
me dimension, et que le terme de masse correspondant est  galement non-
local, et n’obtient donc de divergences qu’  partir d’un nombre de boucles donn  si l’on part d’un
lagrangien local suivant la cinqui
 
me dimension. Ici, on comprend le ph  nom
 
ne ainsi: la localit 
des interactions implique les WSRs. Celles-ci entra  nent  leur tour une absence de divergences 
une boucle, due au comportement plus doux  haute  nergie.
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En effet,  une boucle, la masse  lectromagn  tique des pions sera donn  e par l’int  grale suivante
[DGM+67, Pes80, EGPdR89, Mou97], o

Aµ est le champ du photon(
mpi±
2 −mpi02
)∣∣
em
= 4 i
e2
fpi
2
∫
dDx
〈
0
∣∣∣TJL3µ(x)Aµ0 (x) JR3ν(0)Aν0(0)∣∣∣0〉
= − e
2
fpi
2
∫
dDx
〈
0
∣∣TAµ0 (x)Aν0(0)∣∣0〉
×
∫
dDq
(2   )D
e−iq·x
(
ηµν q2− qµ qν)ΠLR(− q2)
= − 3α
4   fpi
2
∫
0
+∞
dQ2Q2 ΠLR
(
Q2
)
, (H.64)
ind  pendamment de la jauge utilis  e pour le propagateur du photon. L’int  grale (H.64) est positive
d’apr
 
s (H.63), et converge si les deux r
 
gles de Weinberg sont v rifi  es, ce qui est le cas dans notre
cadre pour K > 2. Alors, on pourra  crire, utilisant (H.35) et (H.55)
(
mpi±
2 −mpi02
)∣∣
em
= − 3α
4   fpi
2
(∑
n=1
K
Fn
2Mn
2 ln
(
Mn
2
µ2
))
= − 3α
4   fpi
2
(∏
j=1
K
Mj
2
)∑
n=1
K ln
(
Mn
2
µ2
)
(∏
j=1,j   n
K
(
Mj
2−Mn2
))
 , (H.65)
o

l’ind  pendance en fonction de µ est garantie par la seconde r
 
gle de Weinberg: le coefficient de
ln µ2 est nul.
Si l’on consid
 
re les corrections dues  l’  change de Z0 dans le SM (l’  change de W± ne
contribue pas car ces bosons ne sont coupl  s qu’au courant gauche), on obtient par le jeu de
coefficients qui interviennent dans le couplage du Z0 aux PGBs, l’expression [KPdR98](
mpi±
2 −mpi02
)∣∣
ew
= − 3α
4   fpi
2
∫
dQ2
Q2MZ
2
Q2 +MZ
2
ΠLR
(
Q2
)
. (H.66)
La premi
 
re r
 
gle de Weinberg seule suffit  assurer la convergence de cette int  grale [KPdR98].
On trouve(
mpi±
2 −mpi02
)∣∣
ew
=
3α
4   fpi
2 MZ
2
(∑
n=1
K
Fn
2Mn
2
MZ
2 −Mn2
ln
(
MZ
2
Mn
2
))
=
3α
4   fpi
2MZ
2
(∏
j=1
K
Mj
2
)∑
n=1
K
1
MZ
2 −Mn2
ln
(
MZ
2
Mn
2
)
(∏
j=1,j   n
K
(
Mj
2−Mn2
))
 . (H.67)
H.6 Le corr
 
lateur gauche-droit
 
l’ordre O(p2 0) dans un cas
simple
Dans cette section, on s’int  resse aux cons  quences du lagrangien (4.44) pour la fonction ΠLR dans
le cas particulier o

tous les fk sont identiques, ainsi que tous les gk
fk = f , pour k= 0,  ,K, (H.68)
gk = g , pour k= 1,  ,K, (H.69)
c’est-  -dire que l’on consid
 
re  pr sent le lagrangien suivant
L2 = f
2
4
∑
k=0
K 〈
∇µΣk,k+1∇µΣk,k+1†
〉
− 1
2
∑
k=1
K
〈GkµνGkµν 〉 , (H.70)
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avec
∇µΣk,k+1 = ∂µΣk,k+1− i gGkµΣk,k+1 + i gΣk,k+1Gk+1µ , pour k= 1,  ,K − 1 , (H.71)
et pour les extr  mit s de la cha  ne
DµΣ0,1 = ∂
µΣ0,1− iL0µΣ0,1 + i gΣ0,1G1µ , (H.72)
DµΣK,K+1 = ∂
µΣK,K+1− i gGKµ ΣK,K+1 + i ΣK,K+1RK+1µ . (H.73)
La matrice de masse (4.63) prend la forme suivante
M2 = g
2 f2
4

2 − 1 0 0 0 0
− 1   0 0 0
0 2 − 1 0 0
0 0 − 1 2 0
0 0 0
  − 1
0 0 0 0 − 1 2
 , (H.74)
et la diagonalisation proc
 
de par la transformation orthogonale (cf. (H.29))
bn
k =
2
K+ 1
√
sin
(
  n k
K + 1
)
. (H.75)
On obtient les valeurs propres de M2
Mn
2 = g2 f2 sin2
(
  n
2 (K+ 1)
)
, pour n= 1,  ,K , (H.76)
et les expressions suivantes pour les interm  diaires de calcul
αk =
k
K + 1
, pour k= 0,  ,K + 1, (H.77)
et pour la constante de d  sint  gration des bosons de Goldstone restant dans le spectre
fpi
2 =
f2
K + 1
. (H.78)
En appliquant directement la relation (H.36), on obtient les constantes de couplages des r  sonances
Fn
2 =
8 fpi
2
(K + 1)2
sin2
(
  n
2 (K + 1)
) ∑
p,q=1
K
((K+ 1) p− p q) sin
(
  np
2 (K + 1)
)
sin
(
  n q
2 (K + 1)
)
= 2 (− 1)n+1 fpi2 cos2
(
  n
2 (K+ 1)
)
. (H.79)
Notons qu’il existe un moyen plus physique et plus direct d’obtenir ce r  sultat, plut   t que de
calculer les sommes obscures de la premi
 
re ligne de l’  quation pr c  dente: cette m  thode sera par
ailleurs utilis  e pour les calculs de l’annexe I.2. On peut exprimer les courants gauche et droit 
l’ordre d’une puissance des champs, d’apr
 
s les expressions (4.68) et (4.69) et gr  ce  l’expression
explicite des bn
k (H.75)
JL
aµ = +
fpi
2
∂µpia− g f
2
4
2
K + 1
√ ∑
n=1
K
sin
(
  n
K+ 1
)
An
µ+  , (H.80)
JR
aµ = − fpi
2
∂µpia− g f
2
4
2
K + 1
√ ∑
n=1
K
(− 1)n+1 sin
(
  n
K+ 1
)
An
µ+  , (H.81)
ce qui est suffisant pour  crire la fonction  deux points  l’ordre des arbres, connaissant l’expression
du propagateur pour les champs An
µ
i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣TAmaµ(x)Anbν (0)∣∣0〉 = δmn δab ηµν − q
µ qν
Mn
2
q2−Mn2
, (H.82)
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o

Mn
2 est donn  e par (H.76). On obtient ainsi
i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣∣TJLaµ(x) JRbν(0)∣∣∣0〉 = δab g2 f48 (K + 1) ∑
n=1
K
(− 1)n+1 sin2
(
  n
K+ 1
) ηµν − qµ qν
Mn
2
q2−Mn2
+ δab
fpi
2
4
qµ qν
q2
, (H.83)
avec (H.76). Ceci permet d’extraire plus directement le r  sultat
Fn
2 = (− 1)n+1 f
2
2 (K + 1)
sin2
(  
n
K+ 1
)
sin2
(  
n
2 (K+ 1)
)
= 2 (− 1)n+1 fpi2 cos2
(
  n
2 (K + 1)
)
. (H.84)
On peut  galement donner une expression explicite pour la constante L10 d’apr
 
s (4.88), en utilisant
(H.77)
L10 = − 1
6 g2
K (K + 2)
K+ 1
. (H.85)
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Annexe I
Interactions non-locales le long du  
   
Cette annexe d  crit les cons  quences de l’adjonction dans les mooses de l’annexe F des termes non-
locaux le long de la cha  ne les plus simples. Cette discussion  tend donc celle de l’annexe 4.2.3, mais
ne se place pas dans le cadre du d  veloppement spurionique. Dans ce cas, les WSRs n’obtiennent
pas des corrections en puissance d’un petit param
 
tre, mais sont tout simplement perdues.
I.1 Interactions entre liens voisins
Dans cette section, on consid
 
re les modifications apport  es par des termes du type〈
∇µΣk,k+1∇µΣk+1,k+2 Σk+1,k+2† Σk,k+1†
〉
, (I.1)
dans le lagrangien (F.7). On travaille donc avec le lagrangien suivant
L2′ = 14
∑
k=0
K
fk
2
〈
∇µΣk,k+1∇µΣk,k+1†
〉
− 1
2
∑
k=1
K
〈GkµνGkµν 〉
+
1
2
∑
k=0
K−1
fk,k+1
2
〈
∇µΣk,k+1∇µΣk+1,k+2 Σk+1,k+2† Σk,k+1†
〉
, (I.2)
les signes des constantes fk,k+1
2 pouvant  tre quelconques.
L’  tude de ce lagrangien proc
 
de de fa  on analogue  l’annexe H.1: la diff  rence  tant que l’on
s’est plac  en dehors du cadre du d  veloppement spurionique, choisissant d’inclure uniquement
un certain sous-ensemble de termes non-locaux le long de la cha  ne dans le lagrangien. Ce choix
est arbitraire en dehors d’une m  thode d’approximation d  finie, mais justifiable dans le cadre de
la d construction dimensionnelle (section F.3), puisque nous avons ajout  des interactions entre
premiers voisins. On utilise ensuite des red  finitions semblables  celles de l’annexe H.1 1, mais
avec des coefficients αk adapt  s au probl
 
me, c’est-  -dire, solution du syst
 
me
pour k= 1,  ,K, fk−12 (αk− αk−1)− fk2 (αk+1−αk)
+ fk−1,k2 (2αk−αk+1−αk− 1)
+ fk,k+1
2 (αk+2−αk+1)− fk−2,k−12 (αk−1−αk−2) = 0, (I.3)
ce qui correspond  l’ limination des termes quadratiques crois  s entre bosons vecteurs et GBs,
g  n  ralisant (H.15). On impose ici les conditions aux bords
α−1 = α0 = 0 , (I.4)
αK+1 = αK+2 = 0 . (I.5)
Le coefficient du terme cin  tique pour les bosons de Goldstone restant dans le spectre, que l’on
note fpi
2/4 s’ crit en utilisant les d  finitions (I.4) et (I.5)
fpi
2 =
∑
k=0
K
fk
2 (αk+1−αk)2− 2
∑
k=0
K
fk,k+1
2 (αk+2−αk+1) (αk+1−αk) . (I.6)
1. Pr cisons la diff  rence suivante: il n’y a pas ici de spurions, et les red  finitions des champs correspondent 
la version en jauge standard de celles de l’annexe H.1.
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On peut montrer, par application r  p  t e des relations (I.3), que l’on a
fpi
2 = fK
2 (1−αK)− fK−1,K2 (αK −αK−1)
= f0
2α1− f0,12 (α2−α1) , (I.7)
 comparer avec (H.18). Une expression explicite, c’est-  -dire uniquement en termes des param
 
tres
du lagrangien, de cette constante de d  sint  gration n  cessiterait un r  solution explicite du syst
 
me
(I.3). En revanche, cette solution explicite n’est pas n  cessaire pour  tablir les r
 
gles de somme du
type de celles de Weinberg.
Un pr  alable n  cessaire  l’  tude de ces r
 
gles est en revanche le calcul, pour K>2, des sommes
suivantes, qui g n  ralisent (H.32-H.33)
4
∑
k=1
K
Mn
2 bn
k αk
gk
= gK
(
fK
2 + fK−1,K2
)
bn
K − gK−1 fK−1,K2 bnK−1 , (I.8)
4
∑
k=1
K
Mn
2 bn
k 1−αk
gk
= g1
(
f0
2 + f0,1
2
)
bn
1 − g2 f0,12 bn2 , (I.9)
ce qui se v rifie  l’aide de la formule suivante, r  sultant de la diagonalisation de la matrice de
masse, et qui remplace (H.31)
pour k= 1,  ,K, 4Mn
2 bn
k
gk
= fk−12
(
gk bn
k − gk−1 bnk−1
)
− fk2
(
gk+1 bn
k+1− gk bnk
)
+ fk−1,k2
(
2 gk bn
k − gk+1 bnk+1− gk−1 bnk−1
)
+ fk,k+1
2
(
gk+2 bn
k+2− gk+1 bnk+1
)
− fk−2,k−12
(
gk−1 bn
k−1− gk−2 bnk−2
)
, (I.10)
o

l’on a introduit
g−1 = g0 = 0 , (I.11)
gK+1 = gK+2 = 0 . (I.12)
On trouve par ailleurs que les expressions des constantes de couplages Fn
2 sont ici encore donn  es
par
Fn
2 = 4
∑
k,k ′=1
K
Mn
2 bn
k bn
k ′ αk
gk
1−αk
gk
. (I.13)
On v rifie alors,  l’aide de (I.8) et (I.9) et de la relation d’orthogonalit  des bn
k, puis en comparant
avec la relation (I.7), que la premi
 
re r
 
gle de Weinberg est satisfaite∑
n=1
K
Fn
2 = fpi
2 . (I.14)
On peut par ailleurs montrer, par application r  p  t  e de (I.3), que l’on a en tout [K/2] r
 
gles de
Weinberg: en effet, en plus de la relation (I.14), on trouve que les sommes suivantes sont toutes
nulles ∑
n=1
K
Fn
2Mn
2l = 0, pour l= 1,  , [K/2]− 1. (I.15)
On peut  galement d  terminer le premier coefficient non nul dans le d  veloppement  grand Q2
de la fonction ΠLR: il est donn  , si K est impair, par
∑
n=1
K
Fn
2Mn
2
(
K−1
2
)
= 4
 ∏
i=1
K−1
2
g2i
2

 ∏
j=0
K−1
2 f2j,2j+1
2
4
 , (I.16)
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et si K est pair, par∑
n=1
K
Fn
2Mn
K = −
∑
m=0
K/2
((∏
i=1
m
g2i
2
)( ∏
j=0
m−1
f2j,2j+1
2
4
)
× (f2m2 + f2m−1,2m2 + f2m,2m+12 )
( ∏
k=m
K/2−1
g2k+1
2
)( ∏
l=m
K/2−1
f2l+1,2l+2
2
4
))
, (I.17)
o

l’on a adopt  la convention
f−1,02 = 0, (I.18)
fK,K+1
2 = 0. (I.19)
Il est  noter que dans ce cas, le signe de ce premier terme non-nul dans le d  veloppement  grand Q2
de ΠLR n’est pas a priori fix , et donc, que l’in  galit  de Witten (4.86) n’est pas automatiquement
v rifi  e.
Par ailleurs, le signe du coefficient L10, donn  par l’expression
L10 = −
∑
k=1
K
αk(1−αk)
gk
2
, (I.20)
n’est pas connu non plus: pour le d  terminer, il nous faudrait conna  tre les αk solutions du sys-
t
 
me (I.3). Cependant, si la restrictions aux proches voisins a un sens, on s’attend  avoir∣∣fk,k+12 ∣∣  fj2 , (I.21)
et donc  ce que les corrections dues  ces interactions de seconds voisins soient petites, et ne
modifient pas le signe de L10.
Une diff rence importante entre la situation d  crite ici et la discussion de l’annexe 4.2.3 et la
suivante: ici, les termes non-locaux le long de la cha  ne ont  t directement ajout  s au lagrangien du
moose , sans consid  rer un d  veloppement en puissance de spurions. Ainsi, un nombre quelconque
de termes non-locaux le long de la cha  ne peut intervenir, r  duisant effectivement la longueur de la
cha  ne de   moiti   . Dans le cadre du d  veloppement spurionique, on trouve qu’  un ordre donn  ,
seul un nombre restreint de termes non-locaux le long de la cha  ne peut intervenir. En particulier,
les termes donnant des interactions entre liens plus  loign  s sont plus fortement supprim  s: les
spurions fournissent un cadre pour formuler le fait que les interactions non-locales sont supprim  es,
tandis que nous nous sommes ici arbitrairement restreints aux interactions entre premiers voisins.
I.2 Interactions entre sites voisins
On peut  galement  tudier l’effet d’un autre type de termes d’interactions: ceux de la forme
αk,k+1
〈
Gkµν Σk,k+1Gk+1
µν Σk,k+1
†
〉
. (I.22)
Cette modification n  cessite de diagonaliser les termes cin  tiques des champs vecteurs puis de nor-
maliser ces m  mes champs avant de diagonaliser la matrice de masse. Afin d’obtenir une expression
analytique, on va se restreindre  un cas simple o

les constantes de couplages sont ind  pendantes
de k, qui est l’extension du cas consid  r  l’annexe H.6. La distinction est de nouveau que nous
ne nous pla  ons pas dans le cadre du d  veloppement en puissance des spurions, mais ajoutons
uniquement certaines interactions entre proches voisins, qui seront trait  s de mani
 
re exacte. On
consid
 
re ainsi le lagrangien
L2 = f
2
4
∑
k=0
K 〈
∇µΣk,k+1∇µΣk,k+1†
〉
− 1
2
∑
k=1
K
〈GkµνGkµν〉
+α
∑
k=1
K−1 〈
Gkµν Σk,k+1Gk+1
µν Σk,k+1
†
〉
, (I.23)
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c’est-  -dire qu’en plus de fixer
fk = f , pour k= 0,  ,K , (I.24)
gk = g, pour k= 1,  ,K , (I.25)
dans le lagrangien (4.44), on consid
 
re le cas particulier o

les termes (I.22) sont introduits avec
la m  me constante quel que soit k
αk,k+1 = α, pour k= 1,  ,K − 1, (I.26)
On effectue la m  me d  marche qu’  l’annexe H.1, d  finissant les champs en jauge unitaire Wk
µ afin
d’  liminer les termes de m  lange entre ces champs vectoriels et les bosons de Goldstone restant
dans le spectre. De m  me qu’  l’annexe H.6, on obtient les expressions de αk et fpi
2 donn  es en
(H.77) et (H.78). On doit ensuite diagonaliser la matrice des termes cin  tiques qui est de la forme
1 −α 0 0 0 0
−α   0 0 0
0 1 −α 0 0
0 0 −α 1 0
0 0 0
  −α
0 0 0 0 −α 1
. (I.27)
Il se trouve que cette matrice est diagonalis  e par la m  me transformation orthogonale (H.75) que
la matrice de masse (donn  e en (H.74)), ce qui rend possible un calcul exact. Les valeurs propres
de (I.27) sont donn es par
λn = 1− 2α cos
(
  n
K+ 1
)
, pour n= 1,  ,K , (I.28)
on obtient apr
 
s normalisation des champs, les valeurs suivantes pour les masses des r  sonances
Mn
2 = g2 f2
sin2
(  
n
2 (K+ 1)
)
1− 2α cos
(  
n
K + 1
) . (I.29)
L’expression des courants  l’ordre lin  aire en les champs est donn  e par
JL
aµ = +
fpi
2
∂µpia− g f
2
4
2
K + 1
√ ∑
n=1
K sin
(  
n
K+ 1
)
1− 2α cos
(  
n
K+ 1
)√ Anµ+  , (I.30)
JR
aµ = − fpi
2
∂µpia− g f
2
4
2
K + 1
√ ∑
n=1
K (− 1)n+1 sin
(  
n
K+ 1
)
1− 2α cos
(  
n
K+ 1
)√ Anµ+  , (I.31)
o

les les champs An
µ sont tels que les termes quadratiques sont diagonaux et normalis  s de fa  on
conventionnelle, c’est-  -dire que l’on a
i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣TAmaµ(x)Anbν (0)∣∣0〉 = δmn δab ηµν − q
µ qν
Mn
2
q2−Mn2
, (I.32)
avec Mn
2 donn  e par (I.29). La g  n ralisation au cas α
 
0 de l’expression (H.83) du corr lateur
gauche-droit est donc la suivante
i
∫
dx eiq·x
〈
0
∣∣∣TJLaµ(x) JRbν(0)∣∣∣0〉 = δab g2 f48 (K + 1) ∑
n=1
K (− 1)n+1 sin2
(  
n
K+ 1
)
1− 2α cos
(  
n
K + 1
) ηµν − qµ qνMn2
q2−Mn2
+ δab
fpi
2
4
qµ qν
q2
. (I.33)
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De cette expression, on peut extraire une formule donnant le l-i
 
me moment de la fonction  deux
points selon
(− 1)l−1
∑
n=1
K
Fn
2Mn
2(l−1) = 2 (− 1)l g2(l−1) fpi2
×
∑
n=1
K
(− 1)n cos2
(
  n
2 (K+ 1)
) sin2
(  
n
2 (K + 1)
)
1− 2α cos
(  
n
K+ 1
)

l−1
. (I.34)
En particulier, on trouve que le param
 
tre α n’intervient pas dans la somme correspondant  la
premi
 
re r
 
gle de Weinberg (le cas l= 1)∑
n=1
K
Fn
2 = 2 fpi
2
∑
n=1
K
(− 1)n+1 cos2
(
  n
2 (K+ 1)
)
= fpi
2 . (I.35)
Cette r
 
gle de somme est donc v rifi e. On peut se convaincre que cela n’est pas d    notre choix
particuli
 
rement simple pour les constantes gk, fk et αk,k+1 en  tudiant explicitement le cas K= 2
sans ces hypoth
 
se simplificatrices. En revanche, on peut voir que pour les cas 26 l6K, la somme
est diff rente de 0 si α est non-nul. Hormis la premi
 
re, toutes les r
 
gles de Weinberg additionnelles
sont donc perdues suite  l’introduction de ce type d’interactions entre premiers voisins.
Dans ce mod
 
le, on peut  galement donner une expression pour la constante L10. Les relations
(I.20) et (H.58) ne sont cependant plus valables, et l’on doit calculer L10  partir des Fn
2 et des
Mn
2. On trouve ainsi
L10 = − 1
4
∑
n=1
K
Fn
2
Mn
2
=
1
2 g2 (K + 1)
∑
n=1
K
(− 1)n
tan2
(  
n
2 (K+ 1)
) . (I.36)
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